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Les premie`res mesures de magne´tore´sistance anisotrope (AMR) remontent a` 1857,
lorsque William Thomson de´couvrit que la re´sistance d’un barreau de fer ou de nickel
varie avec l’orientation de son aimantation [1]. La variation de re´sistance est de l’ordre de
0,2% dans le fer et 2,02% dans le nickel a` tempe´rature ambiante et, au cours des anne´es
qui suivirent, on de´couvrit que l’AMR pouvait atteindre les 5% dans certain compose´ de
permalloy [2] (alliage de me´taux de transition). Ce re´sultat expe´rimental facilement re-
productible resta inexplique´ jusqu’au milieu du vingtie`me sie`cle [3]. Il fut montre´ alors
que le couplage spin-orbite contribue a` la diffusion des e´lectrons de conduction de manie`re
plus ou moins importante selon la direction de leur spin. La re´sistance est donc lie´e a` la
direction d’aimantation dans le mate´riau. Dans les anne´es 1980, l’AMR connut un regain
d’inte´reˆt lorsque des inge´nieurs eurent l’ide´e d’utiliser cet effet pour re´aliser des capteurs
magne´tiques dans les teˆtes de lecture des disques durs. En 1991, IBM mit sur le marche´
les premiers disques durs a` AMR [4]. Cette technologie fut cependant rapidement de´passe´e
par un autre effet magne´tore´sistif : la magne´tore´sistance ge´ante (GMR).
La magne´tore´sistance ge´ante fut de´couverte en 1988 simultane´ment par les e´quipes
d’Albert Fert [5] et Peter Gru¨nberg [6] dans des empilements de films minces alternant
des couches ferromagne´tiques de fer et des couches non ferromagne´tiques de chrome. En
l’absence de champ, deux couches magne´tiques adjacentes subissent un couplage antifer-
romagne´tique et ont une aimantation antiparalle`le. Un champ magne´tique externe aligne
l’aimantation de l’ensemble des couches et la re´sistance du syste`me de´croˆıt brutalement. Un
mode`le diffusif de conduction, ou` les processus de diffusion de´pendent du spin de l’e´lectron,
permet d’expliquer ce phe´nome`ne [7]. La forte magne´tore´sistance des dispositifs a` GMR en
font de tre`s bons capteurs de champs magne´tiques. Les premiers disques durs a` GMR sont
apparus sur le marche´ de`s 1996 et leur de´veloppement a permis en 10 ans de multiplier par
100 la capacite´ de stockage [4].
La de´couverte de la GMR est a` l’origine d’un nouveau champ de recherche, parti-
culie`rement fructueux au cours des vingt dernie`res anne´es : l’e´lectronique de spin (ou
spintronique). L’ide´e centrale de l’e´lectronique de spin est d’utiliser le spin des e´lectrons
de conduction pour cre´er de nouveaux dispositifs e´lectroniques (capteurs, me´moires, lo-
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Fig. 1: Exemple de jonction a` cassure. Source : Scheer et al. [16]
giques...). La course a` la miniaturisation a amene´ les expe´rimentateurs a` s’inte´resser au
transport polarise´ en spin dans les contacts atomiques. Dans ce type de syste`me, la taille
du conducteur est infe´rieure au libre parcours moyen des e´lectrons et les proprie´te´s de
transport e´lectroniques diffe`rent du mode`le diffusif classique. On s’attend donc a` observer
de nouveaux effets magne´tore´sistifs.
Il existe plusieurs techniques pour fabriquer ce type de syste`me. Le contact atomique
peut eˆtre obtenu en amenant la pointe d’un microscope a` effet tunnel en contact avec une
surface me´tallique [8, 9] ou eˆtre fabrique´ par des proce´de´s e´lectrochimiques (e´lectrode´po-
sition [10, 11] ou e´lectromigration [12]). Une troisie`me technique commune´ment utilise´e
est la me´thode des jonctions a` cassure[13, 14], ou` le contact est fabrique´ en cassant un
micropont suspendu grave´ dans une couche mince me´tallique (voir figure 1). Cette der-
nie`re me´thode a l’avantage de produire des contacts stables et reproductibles. L’e´tude des
jonctions a` cassure d’or et d’aluminium au cours des anne´es 1990 a confirme´ le caracte`re
atomique du contact [15–19]. Ces expe´riences ont montre´ que la conductance de´croit par
plateaux au cours de la formation du contact. Chaque saut de conductance correspond a` un
re´arrangement atomique duˆ a` l’e´longation du syste`me. Juste avant la rupture du contact,
la conductance mesure´e est toujours proche de G0 = 2e2/h. Cette valeur correspond au
quantum de conductance et indique donc que le contact est constitue´ d’un seul atome.
Des phe´nome`nes inte´ressants ont par ailleurs e´te´ observe´s, tel que la formation d’un fil
monoatomique de plusieurs atomes dans les contacts d’or ou de platine [17, 20–22]
Graˆce a` leur stabilite´, les contacts magne´tiques re´alise´s par la technique des jonctions
a` cassure sont de bons candidats pour l’e´lectronique de spin. Leur e´tude a motive´ de
nombreux travaux [23–31] et a ouvert la voie a` l’e´lectronique de spin a` l’e´chelle atomique.
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Fig. 2: Mesure expe´rimentale de la re´sistance d’une jonction a` cassure de fer en fonction de
l’angle θ entre le champ magne´tique externe et le courant. Source : Viret et al. [32]
En particulier, les travaux de Garc´ıa et al. [23–25] ont montre´ que les contacts de me´taux
de transition pre´sentent une tre`s forte GMR, pouvant atteindre les 1000% dans les contacts
de nickel.
Des expe´riences plus re´centes ont re´ve´le´ que les contacts atomiques de fer et de nickel
posse`dent aussi une AMR relativement e´leve´e [32, 33]. Au cours de cette the`se, nous nous
inte´resserons plus particulie`rement aux expe´riences du groupe de Michel Viret sur les jonc-
tions a` cassures de fer [32]. Un exemple de courbe de conductance mesure´e au cours de
ces expe´riences est reproduite sur la figure 2. L’effet est similaire a` celui observe´ dans le
fer massif : la re´sistance est plus e´leve´e lorsque l’aimantation est paralle`le a` la direction du
courant. Ne´anmoins deux diffe´rences majeures apparaissent :
– L’AMR est de l’ordre de 20% alors qu’elle atteint a` peine les 0.2% dans le fer massif.
Pour cette raison, on parle de magne´tore´sistance anisotrope ge´ante.
– Dans le fer massif, la re´sistance varie continuˆment avec la direction de l’aimantation.
Dans un contact atomique, la courbe de re´sistance en fonction de la direction de
l’aimantation pre´sente un saut abrupt entre deux plateaux de conduction.
Cette the`se a pour but d’expliquer ces re´sultats a` l’aide d’une simulation nume´rique du
transport des e´lectrons a` travers un contact atomique de fer. En 2005, un premier mode`le
base´ sur l’e´tude d’un fil monoatomique a apporte´ une premie`re interpre´tation selon laquelle
l’AMR du contact serait lie´e uniquement a` l’effet du couplage spin-orbite sur la structure
de bandes du syste`me [32, 34]. Cependant, au cours de notre e´tude, on s’est aperc¸u que
ce mode`le simple n’est pas suffisant pour expliquer l’ensemble des caracte´ristiques de la
courbe expe´rimentale et qu’il est ne´cessaire de de´crire au mieux le magne´tisme de spin et
orbital ainsi que les proprie´te´s de transport d’un contact atomique re´aliste. La mode´lisation
de ce type de syste`me ne´cessite plusieurs ingre´dients.
– Tout d’abord, nous devons de´crire le syste`me a` l’e´chelle atomique. Nous utilisons pour
4 INTRODUCTION
cela la me´thode des liaisons fortes. Il s’agit d’une me´thode de calcul de structure
e´lectronique semi-empirique dans laquelle l’hamiltonien du syste`me est parame´tre´
dans une base localise´e. Elle a l’avantage d’eˆtre plus rapide que les me´thodes de
calculs ab initio telle que la DFT et de permettre l’e´tude de syste`mes contenant
beaucoup plus d’atomes. Mais, elle est a priori moins pre´cise et nous devrons porter
une attention particulie`re a` ve´rifier la validite´ de notre mode`le.
– Nous devons ensuite de´crire les proprie´te´s magne´tiques du contact atomique. Nous
introduisons pour cela un mode`le d’interaction inter-e´lectronique. Dans les me´taux
de transition en volume, le moment orbital est bloque´ par la syme´trie du cristal et
les mode`les d’interaction e´lectronique habituellement utilise´s se contentent de de´-
crire le moment de spin. Dans les structures de basse dimensionnalite´, telles que les
contacts atomiques, la brisure de syme´trie entraˆıne un effet de polarisation orbitale
[35, 36]. Notre mode`le d’interaction devra eˆtre suffisamment pre´cis pour reproduire
ce phe´nome`ne.
– Puisque nous souhaitons e´tudier la magne´tore´sistance anisotrope, nous devons prendre
en compte le magne´tisme non-coline´aire et le couplage spin-orbite qui est a` l’origine
des proprie´te´s d’anisotropie magne´tique au niveau atomique.
– Enfin nous devons mode´liser le transport e´lectronique. Nous nous plac¸ons pour cela
dans le formalisme de Landauer [37]. Dans cette approche, on suppose que le transport
des e´lectrons est e´lastique et cohe´rent. Cette approximation est correcte dans la
limite des basses tempe´ratures et des faibles tensions applique´es. On peut alors relier
directement la conductance a` la structure e´lectronique du syste`me.
De nombreux travaux the´oriques se sont inte´resse´s au transport polarise´ en spin dans les
contacts atomiques magne´tiques [38–42]. Ne´anmoins, ces travaux sont consacre´s a` l’e´tude
de la GMR des contacts et aucun des mode`les pre´sente´s n’inclut le couplage spin-orbite.
Il ne peuvent donc eˆtre utilise´s pour mode´liser l’AMR. Seuls les travaux de Smogunov et
al. consacre´s a` l’e´tude des contacts de platine de´crivent le magne´tisme non-coline´aire et le
couplage spin-orbite [43, 44]. Cependant, leur approche diffe`re de la noˆtre puisqu’elle repose
sur la DFT. La taille des syste`mes e´tudie´s est donc relativement limite´e et la polarisation
orbitale n’est pas prise en compte.
Ce manuscrit est organise´ en cinq chapitres. Dans le chapitre 1 nous pre´sentons la
me´thode des liaisons fortes et nous montrons comment elle peut eˆtre e´tendue a` l’aide du
mode`le de Stoner pour prendre en compte le magne´tisme non-coline´aire et le couplage spin-
orbite. Le chapitre 2 est consacre´ a` une e´tude du magne´tisme du fer dans des syste`mes
de diffe´rentes dimensionalite´s (volume, surface et fil monoatomique). La comparaison des
re´sultats avec des calculs ab initio permet de valider notre mode`le de liaisons fortes et
confirme qu’il de´crit correctement la structure e´lectronique et le magne´tisme de spin des
contacts atomiques de fer. Dans le chapitre 3 nous montrons que le mode`le de Stoner n’est
pas suffisant pour de´crire des syste`mes magne´tiques de basse dimensionalite´ et qu’il est ne´-
cessaire de re´aliser un calcul plus complet des interactions inter-e´lectroniques pour de´crire
les effets de polarisation orbitale qui y apparaissent. Nous introduisons pour cela un mode`le
d’interaction de type Hartree-Fock. Le chapitre 4 est consacre´ a` la mode´lisation du trans-
port e´lectronique. Nous montrons comment la conductance d’un contact atomique peut
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eˆtre calcule´e dans le formalisme de Landauer a` partir de la fonction de Green du syste`me.
Enfin dans le chapitre 5, apre`s avoir montre´ comment le formalisme de Landauer peut
eˆtre e´tendu au cas magne´tique, nous appliquons l’ensemble des techniques de´crites dans
les chapitres pre´ce´dents pour simuler la magne´tore´sistance anisotrope dans les jonctions a`
cassures de fer et nous apportons une explication aux re´sultats expe´rimentaux.

CHAPITRE1
Le magne´tisme dans l’approximation
des liaisons fortes
Dans ce chapitre, nous pre´sentons la me´thode de calcul de structure e´lectronique utilise´e
au cours de cette e´tude. Dans une premie`re partie, nous introduisons la me´thode des liaisons
fortes. Dans une seconde partie, nous montrons comment ce formalisme peut eˆtre e´tendu
a` l’e´tude du magne´tisme.
1.1 Mode`le des liaisons fortes
La me´thode des liaisons fortes est une me´thode de calcul de structure e´lectronique semi-
empirique. Elle repose sur l’approximation selon laquelle la fonction d’onde d’un e´lectron
dans un solide peut eˆtre approche´e par une combinaison line´aire d’orbitales atomiques.
Dans cette base localise´e, l’ hamiltonien du solide e´tudie´ est de´crit par un nombre limite´
de parame`tres (niveaux e´lectroniques et inte´grales de sauts). La re´solution de l’e´quation
de Schro¨dinger permet alors de calculer l’e´nergie totale et la structure e´lectronique du
syste`me. L’approximation des liaisons fortes est valable quand la distance entre atomes
est grande par rapport a` l’extension des orbitales atomiques. Elle de´crit efficacement les
bandes e´troites (3d,4d,5d) des me´taux de transition.
L’utilisation d’une base localise´e minimale et d’un hamiltonien parame´tre´ permet l’e´tude
de syste`mes relativement grands (plusieurs centaines d’atomes) difficilement accessible par
des me´thodes ab initio beaucoup plus couˆteuses en temps de calcul. De plus la description
en base atomique permet d’acce´der simplement aux grandeurs de´finies localement. Nous
verrons que cette technique est parfaitement approprie´e a` l’e´tude du magne´tisme et du
transport e´lectronique.
8 1. LE MAGNE´TISME EN LIAISONS FORTES
Dans cette partie, nous en introduirons le formalisme. Pour une description plus de´taille´e
de la me´thode de liaisons fortes, on pourra se reporter aux re´fe´rences [45, 46].
1.1.1 Formulation
Base
La me´thode des liaisons fortes repose sur le choix d’une base d’orbitales atomiques
localise´es pour de´crire l’espace de Hilbert des fonctions d’ondes e´lectroniques.
Par convention, nous utiliserons des lettres minuscules latines pour de´signer les sites
atomiques (i,j,...) et des lettres minuscules grecques pour de´signer les orbitales (λ,µ,...).
Si Nat est le nombre d’atomes et Norb le nombre d’orbitales, la base liaisons fortes (LF)
est donc un ensemble de Nat × Norb fonctions d’ondes φiλ(r) correspondant a` l’orbitale λ
centre´e sur l’atome i. Une fonction d’onde quelconque ψ(r) se de´compose dans cette base










Le nombre d’orbitales Norb pris en compte dans la base de´pend du type de mate´riau
conside´re´. En ge´ne´ral, on se contente de de´crire les e´lectrons de valence. Pour les me´taux
de transition 3d, on choisit une base constitue´e des neuf orbitales atomiques 4s,4p et 3d
(4s,4px,4py,4pz,3dxy,3dxz,3dyz,3dx2−y2 ,3dz2). Dans la suite de notre e´tude, nous nous place-
rons dans cette base spd. Comme nous le verrons, il est inutile de connaˆıtre la forme exacte
des fonctions de bases φiλ(r). Seuls les e´le´ments de matrice de l’ hamiltonien pris entre ces
fonctions de base sont ne´cessaire pour de´crire le syste`me.
Dans cette base, les fonctions d’ondes et les ope´rateurs peuvent eˆtre repre´sente´s par
des vecteurs et des matrices. Nous les noterons en gras pour les diffe´rencier des fonctions
d’ondes et des ope´rateurs qu’ils repre´sentent.








Un ope´rateur Aˆ est repre´sente´ par la matrice A d’e´le´ments :
Aiλjµ = 〈iλ|Aˆ|jµ〉. (1.4)
La base LF est a priori non-orthogonale. Le recouvrement entre les diffe´rentes orbitales
est donne´ par la matrice S d’e´le´ments :
Siλjµ = 〈iλ|jµ〉. (1.5)
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Fig. 1.1: Base d’orbitales spd
Il s’agit de la repre´sentation de l’ope´rateur identite´ Iˆ dans la base LF.
Potentiel effectif
On se place dans l’approximation des e´lectrons inde´pendants. Chaque e´lectron est vu
comme se de´plac¸ant inde´pendamment dans le potentiel effectif moyen cre´e´ par les ions
et l’ensemble des e´lectrons. Sa fonction d’onde ψ(r) est alors solution de l’e´quation de
Schro¨dinger a` 1 e´lectron (
Tˆ + Vˆeff(r)
)
ψ(r) = Eψ(r), (1.6)
ou` Tˆ est l’ope´rateur d’e´nergie cine´tique du syste`me (Tˆ = − h2
2m
∇2). L’approximation des
e´lectrons inde´pendants simplifie grandement le proble`me a` N e´lectrons. Dans un traitement
exact, les e´lectrons ne peuvent eˆtre de´crits par des fonctions d’ondes mono-e´lectroniques.
Ne´anmoins, l’approximation des e´lectrons inde´pendants ne ne´glige pas entie`rement l’inter-
action entre e´lectrons. Elle suppose que les principaux effets de cette interaction peuvent
eˆtre pris en compte graˆce a` un choix judicieux du potentiel effectif Vˆeff.
La me´thode des liaisons fortes repose sur l’ide´e que ce potentiel effectif Vˆeff peut eˆtre
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Il est alors judicieux de se placer dans la base des orbitales atomiques |iλ〉 qui sont




∇2 + Vˆ ati (r)
)
|iλ〉 = ǫatiλ|iλ〉. (1.8)
ǫatiλ est le niveau e´lectronique de l’orbitale de type λ. Il de´pend du type d’atome se
trouvant sur le site i.
Hamiltonien
Les e´le´ments de matrice Hiλjµ de l’hamiltonien dans cette base forment une matrice H
et sont donne´s par :
Hiλjµ = 〈iλ|Hˆ|jµ〉 = 〈iλ|Tˆ +
Nat∑
i=1
Vˆ ati |jµ〉 (1.9)
Deux types de termes apparaissent.
Les termes intra-atomiques (i = j) :
Hiλiµ = 〈iλ|Tˆ + Vˆi|iµ〉+ 〈iλ|
∑
k 6=i Vˆk|iµ〉 (1.10)
= ǫatiλδλµ + 〈iλ|
∑
k 6=i Vˆk|iµ〉. (1.11)
Ils correspondent aux niveaux des orbitales atomiques auxquels s’ajoute un terme de champ
cristallin. Dans le cas d’une base spd, on a trois niveaux distincts correspondant a` chaque




d ). Le terme de champ cristallin est ne´glige´.







Ces termes comprennent des inte´grales a` deux centres (i = k) et des inte´grales a` trois
centres (i 6= k 6= j). Les inte´grales a` trois centres sont ge´ne´ralement faibles car les fonctions
d’ondes |iλ〉, |jµ〉 et le potentiel Vk de´croissent rapidement quand on s’e´loigne de leurs sites
respectifs. Ces termes sont donc ne´glige´s. On conserve alors uniquement les inte´grales a`
deux centres appele´es inte´grales de saut :
Hiλjµ
i6=j
=< iλ|Vˆi|jµ >= βλµij . (1.13)
Les inte´grales de saut repre´sentent l’interaction entre deux orbitales situe´es sur les sites
i et j. Elles sont responsables de la formation de bandes d’e´nergie a` partir des niveaux
atomiques discrets. Elles de´pendent du vecteur Rij entre les atomes i et j et du type
d’orbitales conside´re´es (βλµij = βλµ(Rij)).
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Fig. 1.2: Les 10 inte´grales de saut de Slater-Koster
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Quand la liaison ij est dirige´e selon l’axe Oz, les inte´grales de saut prennent une forme
simple. Par syme´trie, on peut montrer que dans ce cas, seules 10 inte´grales de saut sont
non nulles. Ces inte´grales de saut sont appele´es parame`tres de Slater Koster [47]. Elles
correspondent a` des liaisons de type σ (ssσ,ppσ,ddσ,spσ,spσ,pdσ), de type π (ppπ,ddπ,pdπ)
et de type δ (ddδ). Ces liaisons sont repre´sente´es sur la figure 1.2. On note β¯(R) la matrice




ssσ 0 0 spσ 0 0 0 0 sdσ
0 ppπ 0 0 0 0 pdπ 0 0
0 0 ppπ 0 0 pdπ 0 0 0
−spσ 0 0 ppσ 0 0 0 0 pdσ
0 0 0 0 ddδ 0 0 0 0
0 0 −pdπ 0 0 ddπ 0 0 0
0 −pdπ 0 0 0 0 ddπ 0 0
0 0 0 0 0 0 0 ddδ 0
sdσ 0 0 −pdσ 0 0 0 0 ddσ

, (1.14)
dans la base (s, px, py, pz, dxy, dxz, dyz, dx2−y2 , dz2).
Quand Rij est selon une direction quelconque, les inte´grales de saut βλµ(Rij) sont
obtenues en re´alisant une rotation de la base spd. En effet, dans la base d’orbitales dont
l’axe de quantification est selon la direction Rij, la matrice des inte´grales de saut est la
matrice β¯(Rij). On obtient alors la matrice des inte´grales de saut dans la base de de´part
(avec axe de quantification selon Oz) a` l’aide de la formule de rotation
β(Rij) = T
−1β¯(Rij)T, (1.15)
ou` T est la matrice unitaire repre´sentant la rotation de la base d’orbitales quand l’axe
de quantification passe de la direction Oz a` la direction de Rij Elle de´pend des cosinus
directeurs de Rij.
Les inte´grales de saut sont donc fonction des 10 parame`tres de Slater-Koster et des
cosinus directeurs deRij. Par ailleurs les inte´grales de saut de Slater-Koster β¯λµ varient avec
la distance entre atomes. Il est facile de voir qu’elles de´croissent lorsque R augmente. En
ge´ne´ral on suppose que cette de´croissance est exponentielle. Dans la pratique, on introduit
un rayon de coupure Rc au-dela` duquel les inte´grales de saut sont conside´re´es comme nulles.
On limite ainsi le nombre de voisins par atome.
Parame´trisation
L’hamiltonien d’un syste`me dans la base LF est comple`tement de´termine´ par les pa-
rame`tres ǫatλ et βλµ(Rij) correspondants. Ils peuvent eˆtre de´termine´s empiriquement soit a`
partir de re´sultats expe´rimentaux, soit a` partir de calculs ab initio, pour une structure cris-
talline et un parame`tre de maille donne´s. Malheureusement, les parame`tres qui de´crivent
correctement un syste`me donne´ ne fournissent pas en ge´ne´ral une bonne description d’un
autre syste`me du meˆme mate´riau avec une ge´ome´trie ou une structure cristalline diffe´rente.





Fig. 1.3: Fonction de coupure Fc(R)
Pour avoir des parame`tres transfe´rables a` plusieurs situations, il est ne´cessaire d’utiliser
une parame´trisation qui mode´lise la variation des inte´grales de saut et des niveaux e´lectro-
niques en fonction de la ge´ome´trie. Dans nos calculs, nous avons utilise´ la parame´trisation
propose´e par Papaconstantopoulos [48, 49]. Elle a e´te´ de´veloppe´e pour reproduire, avec un
nombre restreint de parame`tres, l’e´nergie et la structure de bandes d’un mate´riau sur une
large plage de distances inter-atomiques et dans plusieurs ge´ome´tries.
Dans cette parame´trisation, on essaie de reproduire au mieux la variation des inte´grales
de saut de Slater-Koster en affinant le mode`le simple de la de´croissance exponentielle. On
suppose qu’elles sont de la forme :
β¯γ(R) = (eγ + fγR + gγR
2) exp[−h2γR]Fc(R), (1.16)




1 + exp[(R−R0)/l] (1.17)
utilise´e pour limiter la porte´e des parame`tres aux proches voisins. Si on trace cette fonction
de coupure en fonction de R (figure 1.3), on voit que R0 correspond au point d’inflexion
de la courbe et qu’a` partir d’une certaine distance, la fonction peut eˆtre conside´re´e comme
nulle. On de´finit le rayon de coupure Rc au dela` duquel on ne´gligera les interactions par
Rc = R0+5l. Dans la parame´trisation utilise´e par la suite, on a typiquement Rc = 14a0 et
l = 0.5a0 (ou` a0 est le rayon de Bohr).
La base LF utilise´e dans la parame´trisation de Papaconstantopoulos est non-orthogonale.
Il est donc ne´cessaire de connaˆıtre la forme de la matrice de recouvrement S. On suppose
qu’ils ont la meˆme forme que les inte´grales de saut.
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La variation des termes intra-atomiques (ǫatλ ) est donne´e par













Nous verrons par la suite que cette variation des termes intra-atomiques en fonction de leur
environnement est ne´cessaire si on veut de´crire correctement le terme re´pulsif de l’e´nergie
totale.
La description des trois termes intra-orbitaux ne´cessitent donc 13 parame`tres (aλ,bλ,cλ
et α). Les 10 inte´grales de saut et les 10 recouvrements de Slater-Koster requie`rent chacun 4
parame`tres (e,f ,g,h). Ainsi l’hamiltonien liaisons fortes est comple`tement de´termine´ a` l’aide
de 93 parame`tres. Ceux-ci sont obtenus en ajustant des calculs de structures de bandes et
d’e´nergie totale sur des re´sultats de calcul ab initio. Pour obtenir une bonne transfe´rabilite´,
on re´alise cet ajustement pour plusieurs ge´ome´tries. Par exemple, les parame`tres du fer que
nous utiliserons par la suite ont e´te´ obtenus a` partir de calcul ab initio sur des cristaux
BCC et FCC pour plusieurs distances inter-atomiques. Nous verrons au chapitre 2 que ces
parame`tres de´crivent alors correctement les proprie´te´s du fer en volume, en surface et dans
les contacts atomiques.
Equation de Schro¨dinger
Maintenant que nous connaissons l’hamiltonien du syste`me, nous pouvons re´soudre
l’e´quation de Schro¨dinger :
Hˆ|ψ〉 = E|ψ〉 (1.20)







En utilisant les notations matricielles introduites dans la section 1.1.1, l’e´quation de
Schro¨dinger se re´duit a` l’e´quation matricielle suivante :
Hψ = ESψ (1.22)
Il s’agit d’une e´quation aux valeurs propres ge´ne´ralise´e. La diagonalisation de cette
e´quation fournit Nat×Norb vecteurs propres ψ(n) d’e´nergie E(n). Ces vecteurs repre´sentent
les fonctions d’ondes des e´tats propres |ψ(n)〉 dans la base LF.
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Densite´ d’e´tats et densite´ de charge
La densite´ d’e´tats D(E) du syste`me est donne´e par :
D(E) = Tr(δ(E − Hˆ)), (1.23)
ou` δ(E) est la fonction delta de Dirac. On connaˆıt les valeurs propres de Hˆ. La trace d’un




δ(E − E(n)) (1.24)
ou` la somme est prise sur l’ensemble des e´tats propres de Hˆ. Le facteur 2 tient compte
du fait que dans le cas d’un syste`me non-magne´tique, chaque orbitale peut accueillir deux
e´lectrons de spin oppose´.
La densite´ de charges n(E) correspond a` la densite´ d’e´tats occupe´s a` l’e´nergie E :
n(E) = f(E − EF )D(E) (1.25)
ou` f(E − EF ) est la fonction de Fermi
f(E − EF ) = 1
1 + exp E−EF
kBT
, (1.26)
qui donne le taux d’occupation a` la tempe´rature T d’un e´tat d’e´nergie E pour un syste`me
de Fermions d’e´nergie de Fermi EF .
Pour un syste`me de Ne− e´lectrons a` tempe´rature nulle,
f(E − EF ) =
{
1 si E ≤ EF
0 si E > EF ,
(1.27)
seuls les Ne− e´tats de plus basses e´nergies sont occupe´s. Si on classe les e´tats propres dans





δ(E − E(n)) (1.28)
Le niveau de Fermi EF du syste`me est alors l’e´nergie de l’e´tat propre |Ne−〉.
Dans la pratique, pour obtenir une bonne convergence sur la charge (voir section 1.1.3),
on se place a` une tempe´rature T le´ge`rement supe´rieure a` 0 K. L’occupation de l’e´tat n




f(E − EF )δ(E − E(n)). (1.29)
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Il est alors ne´cessaire de calculer le niveau de Fermi pour connaˆıtre n(E). Il est obtenu







f(E(n) − EF ) (1.30)





ou` fn = f(E




fn = Ne− . (1.32)
Energie totale







f(E(n) − EF )E(n). (1.33)
Dans le cas d’un mode`le liaisons fortes avec des niveaux intra-atomiques constants, ce
terme est uniquement attractif. En effet, le fait de rapprocher les atomes entre eux e´largit
la bande. Si lors de cette e´largissement le centre de la bande reste constant, l’e´nergie de
bande diminue.
Pour reproduire la partie re´pulsive de l’e´nergie totale du syste`me, il est ne´cessaire d’in-
troduire des termes intra-atomiques variables. En effet, si le centre de la bande augmente
suffisamment avec le rapprochement des atomes, l’e´nergie de bande augmente. Ainsi un
choix judicieux des termes intra-atomiques permet d’inclure la partie attractive et la partie
re´pulsive de l’e´nergie totale dans l’e´nergie de bande.
Dans la parame´trisation que nous avons choisie, les niveaux intra-atomiques ǫiλ d’un
atome i varient selon son environnement (cf. formule 1.18). Les parame`tres de´crivant cette
variation sont ajuste´s de telle sorte que l’e´nergie de bande reproduise au mieux l’e´nergie
totale du syste`me. On a alors :
Etot = Ebande. (1.34)
The´ore`me de Bloch et structure de bande
Quand le syste`me e´tudie´ est un cristal infini pe´riodique, on utilise le the´ore`me de Bloch
et les conditions pe´riodiques de Born von Karmann pour restreindre le calcul a` la maille
e´le´mentaire. Nous de´signons une maille par le vecteur du re´seau de BravaisR correspondant
(voir figure 1.4). La base LF est alors l’ensemble des fonctions |Riλ〉 de´signant l’orbitale λ
sur l’atome i de la maille R :
〈r|Riλ〉 = φλ(r− ri −R). (1.35)





Fig. 1.4: Re´seau de Bravais. Une maille du re´seau est de´signe´e par le vecteur R.
18 1. LE MAGNE´TISME EN LIAISONS FORTES







Le vecteur ψ(n) correspondant est solution de l’e´quation de Schro¨dinger matricielle 1.22.
D’apre`s le the´ore`me de Bloch, un e´tat propre peut eˆtre choisi comme le produit d’une onde
plane eik · r et d’une fonction ayant la pe´riodicite´ du re´seau.
ψ(n)(r+R) = eik ·Rψ(n)(r) (1.37)
On se place alors dans le re´seau re´ciproque et on introduit la transforme´e de Fourier
ψ
(n)

















D’apre`s les e´quations 1.36, 1.38 et 1.39, on peut montrer qu’il existe une relation simple





















eik · (R−R′)〈Riλ|Hˆ|R′jµ〉 (1.42)
Dans la pratique on re´sout cette e´quation pour Nk vecteurs k re´partis dans toute la
zone de Brillouin (ZB). La re´solution de l’e´quation de Schro¨dinger pour le syste`me complet
est ainsi re´duite a` la re´solution de Nk e´quations de Schro¨dinger dans une maille e´le´mentaire
du re´seau. L’ensemble des E
(n)
k obtenus permet de tracer la structure de bandes. L’e´nergie
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1.1.2 Grandeurs locales
Le proble`me du recouvrement
En plus du calcul de l’e´nergie totale et de la structure e´lectronique du syste`me, la
me´thode des liaisons fortes permet d’acce´der facilement a` des grandeurs de´finies localement
sur un site atomique (densite´ d’e´tats locale, charges, fonctions de Green...). La pre´sence de
recouvrement entraˆıne ne´anmoins quelques complications. En effet, les grandeurs locales
ne sont pas de´finies de manie`re unique dans une base non-orthogonale.
Charge locale
Nous avons vu pre´ce´demment que la charge totale du syste`me (Ne−) pouvait eˆtre ob-
tenue comme l’inte´grale sur l’e´nergie de la densite´ de charge (e´quation 1.30). Cette charge
totale peut aussi eˆtre calcule´e comme l’inte´grale sur l’espace des probabilite´s de pre´sence









ou` fn est le remplissage de l’e´tat n (fn = f(E
(n) −EF )). Soit en introduisant la de´compo-


































ne re´pond pas a` cette de´finition.
En observant l’e´quation 1.45, on remarque que les charges locales ne sont pas de´finies
de manie`res uniques. Il est ne´cessaire de choisir comment re´partir les diffe´rents termes sur






















Cette formulation revient a` re´partir e´quitablement sur les orbitales |iλ〉 et |jµ〉 les termes








iλ Siλjµ qui apparaissent dans la formule 1.45 de la
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charge totale. La charge de Mulliken donne alors une bonne repre´sentation de la charge
locale. Notons par ailleurs que dans le cas d’une base orthogonale, la charge de Mulliken
est bien identique a` la charge nette. La matrice S e´tant hermitique, on peut observer que




















































iλ correspondent a` la de´composition du vecteur propre ψn dans la base
duale a` la base LF (cf. annexe A).
Grandeurs localise´es
La valeur moyenne d’un ope´rateur est
〈Aˆ〉 = Tr(ρAˆ) (1.54)















On de´finit alors la contribution d’une orbitale atomique a` cette moyenne globale de la


































δ(E − E(n)). (1.57)
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Fonctions de Green
La fonction de Green Gˆ(E) d’un syste`me est l’ope´rateur solution de l’e´quation de Schro¨-
dinger inhomoge`ne ([50]) :
(z − Hˆ)Gˆ(z) = Iˆ , (1.58)
ou` Hˆ est l’hamiltonien du syste`me, z un nombre complexe et Iˆ l’ope´rateur identite´. Quand
z n’est pas une valeur propre de Hˆ, la solution formelle de cette e´quation est :
Gˆ(z) = (z − Hˆ)−1. (1.59)





z − E(n) , pour z 6= E
(n) (1.60)
Tout zˆ dans le spectre de Hˆ est un poˆle de l’ope´rateur Gˆ(z). On de´finit alors par
prolongement les fonctions de Green retarde´e (Gˆr(E)) et avance´e (Gˆa(E)) :
Gˆr(E) = lim
η→0+
(E + iη − Hˆ)−1
Gˆa(E) = lim
η→0+
(E − iη − Hˆ)−1,
(1.61)
ou` E est un nombre re´el qui peut eˆtre une valeur propre de Hˆ. Quand E n’est pas dans
le spectre de Hˆ, ces deux fonctions de Green co¨ıncident avec la de´finition 1.58. Hˆ e´tant
hermitique, il existe une relation simple entre la fonction de Green retarde´e et la fonction
de Green avance´e :
Gˆa(E) = Gˆr†(E). (1.62)
Nous nous contenterons donc par la suite de calculer la fonction de Green retarde´e que nous
noterons Gˆ(E). Notons que la diffe´rence entre les fonctions de Green avance´e et retarde´e








E + iη − E(n) −
1
















La fonction de Green fournit une information comple`te sur le syste`me. Par exemple,
l’ensemble de ses poˆles co¨ıncident avec le spectre de Hˆ. Il existe par ailleurs une relation






















δ(E − E(n)) = −πD(E).
(1.64)
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La fonction de Green a le grand avantage de permettre de calculer toutes les proprie´te´s
d’un syste`me sans avoir a` calculer ses valeurs propres. La fonction de Green peut eˆtre
calcule´e dans une base donne´e par l’inversion d’une matrice pour chaque valeur de z. Dans
certaines situations cela est plus pratique que de re´soudre le proble`me aux valeurs propres.
C’est le cas notamment quand on veut calculer les proprie´te´s de transport e´lectronique du
syste`me, comme nous le verrons au chapitre 4 Elle est particulie`rement utile lorsqu’on veut
calculer la re´ponse du syste`me a` un terme de source |ψin〉. L’e´tat du syste`me soumis a` cette
excitation est alors solution de l’e´quation
(E − Hˆ)|ψ〉 = |ψin〉. (1.65)
La fonction Gˆ(E)|ψin〉 est solution de cette e´quation. Ainsi en connaissant la fonction de
Green du syste`me, on peut facilement calculer sa re´ponse a` un terme de source.
On choisit de repre´senter la fonction de Green par la matrice G˜(E) dont les e´le´ments





Il s’agit de la repre´sentation de Gˆ(E) dans la base duale (voir annexe A). Cette matrice
est alors simplement :
G˜(E) = (ES−H)−1. (1.67)
Si on connaˆıt les matrice H et S, le calcul de la fonction de Green se re´duit a` une inversion
de matrice. Cette repre´sentation a l’avantage de simplifier les calculs. En effet la matrice
G(E) de´finie par Giλjµ(E) = 〈iλ|Gˆ(E)|jµ〉 est solution de l’e´quation matricielle :
G(E) = S(ES−H)−1S. (1.68)
Son calcul demande alors deux multiplications matricielles que l’ont peut e´viter graˆce a` la
repre´sentation G˜(E). De nombreuses formules sont par ailleurs simplifie´es.
Dans la pratique, pour ne pas avoir de proble`me quand E est une valeur propre, on
calcule la fonction de Green retarde´e en ajoutant une petite partie imaginaire iη :
G˜(E) = ((E + iη)S−H)−1. (1.69)
1.1.3 Neutralite´ locale
Transfert de charge dans les syste`mes inhomoge`nes
La me´thode des liaisons fortes repose sur le choix d’un hamiltonien parame´tre´, fixe´ au
de´but du calcul. Le potentiel n’est pas de´termine´ de manie`re auto-cohe´rente comme dans
les calculs ab initio. Cela ne pose pas de proble`me dans le cas des syste`mes homoge`nes.
Dans ces syste`mes, tous les sites sont e´quivalents et la charge re´partie sur chaque atome est
la meˆme. On ne commet donc pas d’erreur en fixant le meˆme potentiel sur chaque atome.
Ce n’est plus le cas si on conside`re un syste`me inhomoge`ne contenant des de´fauts
localise´s (lacunes,...) ou de´localise´s (surface,...). Les sites ne sont alors plus tous e´quivalents
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Fig. 1.5: Densite´ d’e´tats locale sche´matique en volume (en haut) et en surface (en bas).
et la densite´ d’e´tats disponible autour de chaque atome n’est plus la meˆme. Si on se place
dans le cadre d’un mode`le liaisons fortes ou` les niveaux intra-atomiques (et donc les centres
des bandes e´lectroniques) sont fixe´s, on observe alors un phe´nome`ne de transfert de charge.
Prenons l’exemple de la surface d’un cristal. La densite´ d’e´tats locale sur un atome
de surface diffe`re de la densite´ d’e´tats d’un atome de volume. La baisse du nombre de
voisins en surface entraˆıne un re´tre´cissement de la densite´ d’e´tats locale (voir figure 1.5).
Le nombre d’e´tats total disponible e´tant par ailleurs constant, l’aire totale des deux courbes
est identique. Les niveaux intra-atomiques sont fixes et donc les deux densite´s sont centre´es
sur la meˆme e´nergie. A l’e´quilibre, le niveaux de Fermi EF est le meˆme dans tout le syste`me.
On voit alors clairement sur la figure 1.5 que la charge obtenue par cette me´thode diffe`re
en volume et en surface. Dans le cas d’une bande plus que demi-remplie (EF > ǫ), le
transfert de charge est positif en surface. Il est ne´gatif dans le cas d’une bande moins que
demi-remplie. Or, dans les me´taux, a` cause de l’e´crantage, ce transfert de charge est en fait
tre`s faible. La neutralite´ locale est respecte´e.
Un moyen de pallier ce proble`me est de modifier les niveaux e´lectroniques sur les atomes
proches des de´fauts pour maintenir une charge constante autour de chaque site1. On voit
1Nous avons vu pre´ce´demment que dans la parame´trisation que nous avons choisie, les termes intra-
atomiques sont modifie´es selon leur environnement Cette modification servait a` mode´liser le terme re´pulsif
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en effet fig. 1.5 qu’en de´plac¸ant le centre de la densite´ d’e´tats de l’atome de surface d’un
δVi suffisant, on peut faire en sorte d’avoir le meˆme nombre d’e´lectrons en volume et en
surface.
Dans le cas d’une base liaisons fortes orthogonales, cette modification des niveaux e´lec-
troniques s’obtient simplement en modifiant les termes intra-atomiques de l’hamiltonien
sur l’atome i de δVi :
ǫiλ = ǫ
0
iλ + δVi. (1.70)
δVi de´pend de la densite´ d’e´tats sur l’atome i et doit donc eˆtre calcule´e de manie`re auto-
cohe´rente.
Neutralite´ locale
Pour calculer les δVi, on utilise une me´thode de pe´nalisation qui consiste a` imposer la
neutralite´ sur chaque atome et a` calculer comment les niveaux intra-atomiques de l’hamil-
tonien sont modifie´s par cette contrainte.
Nous nous plac¸ons pour cette de´monstration dans le cadre d’une base d’orbitales re´elles
orthogonales. Le raisonnement peut se ge´ne´raliser avec quelques modifications dans une














Pour obtenir l’e´nergie a` l’e´quilibre du syste`me, il faut minimiser Etot avec la contrainte de
normalisation ∑
iλ
|C(n)iλ |2 = 1. (1.72)
D’apre`s la me´thode de minimisation sous contraintes de Lagrange, on obtient les coef-
ficients C
(n)
iλ solutions de ce proble`me en minimisant la fonction









ou` αn est le multiplicateur de Lagrange associe´ a` la contrainte sur le vecteur propre n. Les
C
(n)















On reconnaˆıt l’e´quation de Schro¨dinger matricielle du syste`me 1.22. Les multiplicateurs de
Lagrange s’identifient alors aux e´nergies des e´tats propres du syste`me (αn = −E(n)).
et ne corrige pas les effets de transfert de charge.
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(|C(n)iλ |2 −N0)2 (1.75)
a` l’e´nergie totale. Notons qu’il ne s’agit pas d’une me´thode de Lagrange mais d’une me´thode
de pe´nalisation [51]. La charge n’est pas impose´e de manie`re stricte, et a` l’e´quilibre on n’a
pas Ni = N0, a` moins de faire tendre η vers l’infini. Dans la pratique on choisit un η
suffisamment grand pour qu’a` l’e´quilibre Ni ≃ N0, mais suffisamment petit pour que cet
e´quilibre soit atteint rapidement.










jµ + 2η(Nj −N0)C(n)iλ − E(n)C(n)iλ
)
= 0. (1.76)
On reconnaˆıt l’e´quation de Schro¨dinger 1.22 avec un hamiltonien modifie´ de la forme :
Hηiλjµ = Hiλjµ + 2η(Ni −N0)δijδλµ. (1.77)
La modification du terme intra-atomique i de l’hamiltonien induite par la contrainte de
neutralite´ locale est donc
δVi = 2η(Ni −N0) = UNL(Ni −N0). (1.78)
Nous verrons au chapitre 3 que cette modification des niveaux e´lectroniques peut se
justifier de manie`re diffe´rente a` partir d’un hamiltonien d’interaction inter-e´lectronique de
type Hartree-Fock et que le parame`tre 2η peut s’identifier a` une inte´grale de Coulomb UNL.
Dans le cas d’une base non-orthogonale, on peut montrer que la modification de l’ha-
miltonien induite par la condition de neutralite´ locale est donne´e par :
Hηiλjµ = Hiλjµ +
1
2
(δVi + δVj)Siλjµ. (1.79)
Notons par ailleurs que dans ce cas les charges locales Ni doivent eˆtre calcule´es a` partir des
formules de charges atomiques en base non-orthogonale donne´es dans la section pre´ce´dente.
Auto-cohe´rence
Maintenant que l’on connaˆıt la modification de l’hamiltonien induite par une re´partition
de charge inhomoge`ne, on peut calculer l’e´nergie totale du syste`me de fac¸on auto-cohe´rente.
On part d’un syste`me homoge`ne avec une charge e´galement re´partie sur chaque site.
Dans ce cas, l’hamiltonien du syste`me est simplement l’hamiltonien liaisons fortes. La dia-
gonalisation de cet hamiltonien nous permet de calculer les charges sur chaque atome. On
peut alors calculer la modification des termes intra-atomiques due a` cette re´partition de
charge. La diagonalisation de l’hamiltonien obtenu nous donne une nouvelle re´partition
de charge. On ite`re la proce´dure jusqu’a` ce que la variation de charge d’une ite´ration a`
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l’autre soit infe´rieure a` un crite`re de convergence donne´. L’algorithme de calcul peut se
sche´matiser ainsi :
initialisation
N ini = N0
N outi = N0
tant que
∑
i |N ini −N outi | < ǫ
re´pe´ter





Hη = H + η(N ini −N0)
Diagonalisation de Hη
Calcul des charges atomiques : N outi
fin
Le choix du crite`re de convergence ǫ de´pend de la pre´cision souhaite´e.
En ge´ne´ral, pour que cet algorithme converge, il est important d’utiliser en entre´e du pas
p+1 un me´lange des charges d’entre´e et de sortie du pas p (mix(qini , q
out
i )). L’utilisation de
la charge qouti directement en entre´e du pas suivant ame`ne tre`s vite l’algorithme a` osciller
entre deux valeurs de qi. Par ailleurs une mauvaise me´thode de me´lange peut ralentir
voir empeˆcher la convergence. Son choix est donc particulie`rement important pour le bon
de´roulement du calcul. Plus de de´tails sur les me´thodes de me´lange et le proble`me de la
convergence sont donne´s dans l’annexe B.
Terme de double comptage
Une fois la convergence atteinte, on peut calculer l’e´nergie totale a` partir des valeurs
propres de l’hamiltonien obtenu. Il faut ne´anmoins faire attention. En calculant l’e´nergie
totale comme la somme des valeurs propres de l’hamiltonien modifie´, on commet une erreur
























































jµ Hiλjµ + η
∑
(i)
(qi − q0)2 (1.81)
Cette erreur provient du fait que la modification des niveaux est due a` un effet d’interaction
inter-e´lectronique (cf. chapitre 3). Quand on re´alise la somme sur les valeurs propres, sa
contribution est compte´e deux fois.
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L’e´nergie totale du syste`me se calcule donc a` partir des valeurs propres de l’hamiltonien







(qi − q0)2. (1.82)
1.2 Magne´tisme de spin et orbital
Le moment magne´tique d’un syste`me est lie´ au moment orbital et au moment de spin
des e´lectrons qui le composent. Le moment magne´tique duˆ au moment orbital des e´lectrons
est donne´ par
ml = −µB〈L〉 (1.83)
ou` L = r∧p est l’ope´rateur de moment cine´tique et µB = e~2m est le magne´ton de Bohr. En
plus de son moment orbital, chaque e´lectron posse`de un moment de spin. La contribution
du spin des e´lectrons au moment magne´tique est donne´ par
ms = −µBgs〈S〉 (1.84)
ou` S est l’ope´rateur de spin et gs est le facteur gyromagne´tique de spin (gs = 2.0023 que
nous arrondirons par la suite a` 2).
Le moment magne´tique d’un atome est la somme des moments de spin et des moments
orbitaux de chacun de ses e´lectrons. La contribution des e´lectrons de cœur au moment total
de l’atome est nulle puisque dans une couche sature´e, pour chaque e´lectron de moment de
spin et de moment orbital donne´s, on trouve un e´lectron de moment de spin et de moment
orbital oppose´s. Seuls les e´lectrons de valence contribuent donc au magne´tisme. Ainsi dans
les me´taux de transition 3d, le magne´tisme est porte´ par les e´lectrons 3d (et dans une
moindre mesure les e´lectrons 4s).
Le moment magne´tique d’un cristal est la somme des moments magne´tiques des atomes
qui le composent. Dans certains syste`mes (fer,cobalt, nickel...), les moments magne´tiques
des atomes s’alignent et le cristal pre´sente un moment magne´tique non nul a` l’e´quilibre.
On parle alors de syste`me ferromagne´tique. L’interaction responsable de cet alignement est
appele´e interaction d’e´change. Bien qu’a` l’origine du ferromagne´tisme, elle est de nature
purement e´lectrostatique. Elle est issue d’une combinaison des effets lie´s a` la re´pulsion
Coulombienne entre les e´lectrons et au principe de Pauli.
Dans les cristaux, le moment orbital est en ge´ne´ral ne´gligeable devant le moment de
spin. Aussi, nous nous contenterons dans un premier temps de de´crire le magne´tisme de
spin.
1.2.1 Mode`le de Stoner
Dans le cas des e´lectrons itine´rants, le mode`le de Stoner [52] permet de mode´liser
simplement le ferromagne´tisme. On se place dans le cadre du magne´tisme coline´aire et













Fig. 1.6: Mode`le de Stoner
on se´pare les bandes des e´lectrons majoritaires (↑) et minoritaires (↓). L’apparition d’un
moment de spin est vu comme un de´calage de ces bandes qui entraˆıne une diffe´rence de
leur population (voir figure 1.6). Le moment de spin en µB est alors donne´ par
ms = N↑ −N↓, (1.85)
ou` N↑ et N↓ sont respectivement le nombre d’e´lectrons dans la bande de spin majoritaires
et le nombre d’e´lectrons dans la bande de spin minoritaires.





ou` I est l’inte´grale d’e´change de Stoner. La modification des niveaux des e´lectrons ↑ et ↓
par ce champ magne´tique effectif est donne´ par :
ǫ↑ = ǫ0 − I2ms
ǫ↓ = ǫ0 + I2ms
(1.87)
En sommant sur l’ensemble des e´lectrons ↑ et ↓ et en tenant compte du double comp-
tage1, on obtient la contribution de ce potentiel d’e´change a` l’e´nergie totale :









ou` Dσ(E) est la densite´ d’e´tats par spin. Dans le cas non magne´tique,D↑(E) = D↓(E) ,
N↑ = N↓ = N/2 et Eech = 0. Pour e´valuer la variation d’e´nergie induite par l’apparition du
magne´tisme, on transfe`re dN e´lectrons d’un e´tat de spin a` l’autre. On a alors l’apparition
1L’interaction d’e´change est une interaction inter-e´lectronique. En sommant sur l’ensemble des e´lectrons,
on compte deux fois la contribution de chaque e´lectron.
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d’un moment de spin ms = 2dN . Ce transfert d’e´lectrons de la bande minoritaire vers la
bande majoritaire peut eˆtre vu comme une modification des niveaux de Fermi des deux
sous bandes (voir figure 1.6). En notant
dN = D(EF )dEF , (1.89)
on a



























Cette variation est non nulle au second ordre en dEF :
∆Ebande = D(EF )(dEF )
2. (1.92)
Ainsi, l’apparition du magne´tisme entraˆıne une augmentation de l’e´nergie cine´tique des




= −I (D(EF )dEF )2 .
(1.93)
La variation totale d’e´nergie est alors donne´e par :
∆E = D(EF )(dEF )
2(1− ID(EF )). (1.94)
L’e´tat magne´tique est donc plus stable si
ID(EF ) > 1. (1.95)
Cette condition est appele´e crite`re de Stoner. Elle traduit le fait que l’e´tat magne´tique
devient stable quand l’abaissement d’e´nergie duˆ au terme d’e´change est supe´rieur a` l’ac-
croissement d’e´nergie cine´tique. La densite´ d’e´tats au niveau de Fermi D(EF ) joue un
roˆle important dans le magne´tisme des me´taux. Une valeur e´leve´e de D(EF ) favorise son
apparition.
Ce crite`re relativement simple apporte de pre´cieuses informations sur les proprie´te´s
magne´tiques des me´taux de transition. Il permet notamment de rendre compte qualitative-
ment de la modification des proprie´te´s magne´tiques d’un mate´riau dans une nanostructure
(nanofils, couches minces, agre´gats...). La re´duction du nombre de voisins entraˆıne une
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re´duction de la largeur de bande e´lectronique [45] et donc une augmentation de la densite´
d’e´tats au niveau de Fermi. Ceci augmente les chances de satisfaire le crite`re de Stoner.
Ainsi dans les nanostructures ou` le nombre de voisins est diminue´, on observe une augmen-
tation du moment magne´tique par rapport au moment volumique. Dans certains cas on
peut meˆme observer l’apparition du magne´tisme dans une nanostructure faite d’un mate´-
riau non magne´tique en volume. Ce phe´nome`ne a e´te´ observe´ expe´rimentalement et calcule´
nume´riquement dans des agre´gats de rhodium [53, 54]. Il a e´te´ pre´dit the´oriquement dans
les fils monoatomiques de platine [55].
1.2.2 Magne´tisme dans l’approximation des liaisons fortes
Il est possible d’introduire simplement le mode`le de Stoner dans le formalisme des liai-
sons fortes pre´sente´ dans la section pre´ce´dente (1.1). Dans le cas non magne´tique, chaque
orbitale de la base LF peut accueillir deux e´lectrons de spins oppose´s. Dans le cas magne´-
tique, on doit traiter se´pare´ment e´lectrons up et e´lectrons down. On se place alors dans
une base LF deux fois plus grande de spin-orbitales |iλσ〉 avec σ =↑ ou ↓.
Pour reproduire l’interaction d’e´change de Stoner, on de´cale les niveaux ↑ et ↓ de chaque
orbitale atomique. Les niveaux ↑ et ↓ sur l’orbitale λ de l’atome i sont alors donne´s par :









ou` mi est le moment de spin sur l’atome i et Iλ est le parame`tre de Stoner de´crivant
l’e´change sur les orbitales de type λ.
Dans les me´taux de transition, le moment magne´tique est porte´ essentiellement par les
e´lectrons d. La leve´e de de´ge´ne´rescence des bandes s et p lie´e au magne´tisme est faible. On
reproduit ce phe´nome`ne en utilisant un parame`tre de Stoner I diffe´rent pour les orbitales
s,p et d :




Nous verrons au chapitre 3 que ce mode`le simple ainsi que les rapports entre Iλ choisis
peuvent se justifier de manie`re plus ge´ne´rale a` partir d’un mode`le Hartree-Fock. Nous
montrerons alors que le mode`le de Stoner est une bonne approximation du hamiltonien
d’interaction e´lectron-e´lectron dans le cas volumique.
Le moment mi sur chaque atome est calcule´ de fac¸on auto-cohe´rente. On part d’une
configuration magne´tique initiale avec des moments non nuls sur chaque atome. On en
de´duit l’hamiltonien du syste`me modifie´ par le potentiel de Stoner (formule 1.96). La
diagonalisation de cet hamiltonien nous donne les coefficients C
(n)
iλσ des e´tats propres dans
la base de spin-orbitale. Le moment de spin total est alors donne´ par la diffe´rence entre les
populations de spin majoritaire (↑) et minoritaire (↓) :











iλ↑ − C(n)∗iλ↓ C˜(n)iλ↓
)
(1.98)
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La polarisation de spin sur un atome est calcule´e de fac¸on identique a` partir des charges















iλ↑ − C(n)∗iλ↓ C˜(n)iλ↓
)
. (1.99)
On ite`re le processus jusqu’a` ce que la modification d’e´nergie et de charge d’un pas a` l’autre
soit infe´rieure a` un crite`re de convergence donne´ (voir l’annexe B).
Dans le cas coline´aire (et sans couplage spin-orbite) les e´tats ↑ et ↓ ne sont pas couple´s.







Il est alors inte´ressant en terme de calcul de traiter se´pare´ment les sous syste`mes d’e´lectrons
↑ et ↓. Ainsi on diagonalise a` chaque pas d’ite´ration deux matrices de taille Nat ×Norb au
lieu d’une matrice de taille 2×Nat ×Norb. Il faut juste faire attention a` de´finir un niveau







ou` D↑(E) et D↓(E) sont les densite´s d’e´tats e´lectroniques des syste`mes ↑ et ↓.
Comme dans le cas de la neutralite´ locale, la modification de l’hamiltonien liaisons
fortes lie´e au magne´tisme entraˆıne l’apparition d’un terme de double comptage dans le












Nous avons suppose´ dans la section pre´ce´dente que tous les moments de spin e´taient
coline´aires. Si l’on souhaite e´tudier des parois magne´tiques il est ne´cessaire de lever cette
restriction. Pour cela nous allons donc ge´ne´raliser le mode`le pre´sente´ dans la section pre´-
ce´dente au cas du magne´tisme non coline´aire.
L’ope´rateur de moment de spin est un ope´rateur angulaire a` trois composantes. Dans





































Fig. 1.7: Base x′′,y′′,z′′
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Les e´tats | ↑〉 et | ↓〉 sont les e´tats propres de Sˆz avec pour valeur propre ~/2 et −~/2,
respectivement. On choisit de de´crire l’hamiltonien dans la base de spin oriente´e selon l’axe
Oz, de´fini comme axe de quantification de la base d’orbitales (voir figure 1.1).
Rotation de la base de spin
Sur un atome du cristal, la direction du moment peut eˆtre quelconque et est de´finie par
les angles θ et φ figure 1.7. On peut alors de´finir une nouvelle base x′′y′′z′′ avec z′′ oriente´e
suivant ce moment. Les axes x′′ et y′′ sont choisis ainsi : les axes x et y du cristal subissent
une rotation de φ autour de l’axe z ; cette rotation donne une nouvelle base x′,y′,z′ = z ;
en re´alisant une rotation de cette base d’un angle θ autour de l’axe y′ on obtient la base
x′′,y′′ = y′,z′′ (voir 1.7).
La matrice de rotation des e´tats de spin permettant de passer de la base de spin de
de´part a` cette nouvelle base de spin est
R(θ, φ) =
(
e−iφ/2 cos(θ/2) −e−iφ/2 sin(θ/2)
eiφ/2 sin(θ/2) eiφ/2 cos(θ/2)
)
. (1.105)
Ainsi un e´tat ↑ dans la base de spin oriente´e selon z′′ se de´compose dans la base de de´part
comme :





= e−iφ/2 cos(θ/2)| ↑〉+ eiφ/2 sin(θ/2)| ↓〉. (1.106)
On sait que dans la base de spin oriente´e selon le moment de spin et donc selon z′′, la












On obtient la forme de cet hamiltonien dans la base de spin oriente´e selon l’axe z en
re´alisant une rotation de l’hamiltonien :




La partie intra-orbitale de l’hamiltonien sur l’orbitale λ de l’atome i est alors donne´e par :(











On obtient le meˆme re´sultat en conside´rant que le potentiel de Stoner peut eˆtre vu pour
l’orbitale λ de l’atome i comme un champ magne´tique effectif de la forme −Iλmi. L’effet
de ce champ effectif sur les e´lectrons dans cette orbitale est alors donne´ par l’hamiltonien :
Hmag = Beff.S = −Iλmi.S
= −Iλ
2
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Calcul du moment de spin




















On obtient la charge N et le moment de spin ms = msxex+msyey+mszez a` partir des
formules suivantes :











Pour calculer les moments atomiques locaux, on utilise les meˆmes formules avec les densite´s












Le couplage spin-orbite est l’interaction du spin d’une particule avec son moment orbi-
tal. Il s’agit d’un effet relativiste que l’on peut de´river de l’e´quation de Dirac. Ce couplage
est donc important pour les e´lectrons dont la vitesse est non ne´gligeable devant la vitesse
de la lumie`re (les e´lectrons de cœur ou les e´lectrons de valence des atomes lourds). Nous
verrons ne´anmoins qu’il a des effets non ne´gligeables sur les e´lectrons de valence du Fer.




(∇V (r) ∧ p).σ (1.115)
ou` V est le potentiel atomique, p est l’ope´rateur de moment et σ sont les matrices de Pauli.
En prenant en compte la syme´trie sphe´rique du potentiel, HˆSO peut eˆtre re´e´crit comme :
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L = r∧p et S = ~
2
σ sont, respectivement, les ope´rateurs de moment orbital et de moment
de spin. Les e´le´ments de matrice de HˆSO dans la base atomique de spin-orbitales |λσ〉 sont
HSOλσµσ′ = 〈λσ|HˆSO|µσ′〉. (1.118)
On peut simplifier cette formulation en rappelant que les orbitales ont une partie radiale
et une partie angulaire se´parable (φλ(r) = Rλ(r)Yλ(θ, φ)). On peut alors e´crire :
HSOλσµσ′ = ξλµ〈λ¯σ|L.S|µ¯σ′〉 (1.119)











Yλ(θ, φ)L.SYµ(θ, φ) sin(θ)dφdθ. (1.121)
Le potentiel ξ(r) est bien localise´ autour de r = 0. ξλµ est alors non-ne´gligeable quand
les orbitales λ et µ sont bien localise´es, donc dans le cas des me´taux de transition quand
λ et µ sont des orbitales d. Pour la meˆme raison on conside`re que dans le cas d’un cristal,
la contribution du couplage spin-orbite est purement atomique et peut eˆtre restreinte aux
e´lectrons d. Puisque la de´pendance radiale est la meˆme pour toutes les orbitales d, on pose
ξλµ = ξSO.
On prend donc en compte le couplage spin-orbite dans notre mode`le en ajoutant pour
chaque atome la matrice HSO a` la partie intra-atomique de l’hamiltonien liaisons fortes.
Ainsi si λ et µ sont des orbitales d, la modification de l’hamiltonien est donne´ par :
Hiλσ,iµσ′ = H
0
iλσ,iµσ′ + ξso〈λ¯σ|L.S|µ¯σ′〉. (1.122)
Les e´le´ments de matrice 〈λ¯σ|L.S|µ¯σ′〉 pour les e´lectrons d sont donne´s dans l’annexe C.
1.2.5 Moment orbital
Jusqu’ici, nous avons conside´re´ que le moment orbital e´tait bloque´ par la syme´trie du
cristal. L’interaction spin-orbite a pour effet de lever ce blocage. Il est alors inte´ressant de
calculer le moment orbital ml du syste`me.
L’ope´rateur L = r∧p est un ope´rateur vectoriel. Il se de´compose en trois composantes
Lˆx, Lˆy et Lˆz correspondant a` la projection du moment orbital selon les axes x, y et z
du cristal. Dans le cas d’un atome i isole´, l’action de ces 3 ope´rateurs sur les diffe´rentes
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Les e´le´ments de matrice [Lxi]νλ, [Lyi]νλ et [Lzi]νλ permettant de re´aliser ce calcul dans le
cas d’une base d’orbitales re´elles centre´es sur un atome sont donne´s dans l’annexe C.
Pour calculer le moment orbital dans un syste`me contenant plusieurs atomes, on suppose
que l’ope´rateur Li reste purement atomique et n’agit que sur les orbitales de l’atome i. On























On a suppose´ que l’ope´rateur Li n’agissait que sur les orbitales de l’atome i, donc dans la
somme pre´ce´dente, seuls les termes ou` k = i sont non nuls. En utilisant la formule 1.123,






























On de´finit le moment orbital localise´ sur l’atome i en re´partissant les termes de la somme














1.2.6 Spirale de spin
Dans certains mate´riaux magne´tiques (tel que le fer en phase FCC) la structure d’e´qui-
libre ne correspond pas a` un alignement ferromagne´tique ou antiferromagne´tique des mo-
ments mais a` un arrangement plus complexe sous forme de spirale magne´tique (voir figure
1.8). Pour de´crire cette spirale on de´finit un vecteur q tel que l’angle de rotation φ autour
de z du moment magne´tique au point r est donne´ par q.r. Si le cristal contient un atome
par maille, le moment magne´tique sur l’atome de la maille R (ou` R appartient au re´seau
re´ciproque) est donne´ en coordonne´e sphe´rique par :
mR = m
θR = θ0
φR = φ0 + q.R
(1.127)
Ainsi sur la figure 1.8 on a repre´sente´ une spirale magne´tique avec un vecteur q = qzez
dans un fil de distance inter-atomique a.








Fig. 1.8: Spirale magne´tique
The´ore`me Bloch-spirale
Un moyen simple pour calculer l’e´nergie de ce type de structure est de conside´rer une
super cellule contenant une re´alisation de toute la spirale. Ainsi pour une spirale de vecteur
q = 2pi
na
ez dans un fil, on utilisera une super cellule de n atomes en fixant la direction du
moment magne´tique sur l’atome i dans la direction φi = 2πi/n. Avec cette me´thode, on ne
peut mode´liser que des vecteurs spirales de la forme 2pi
na
. Par ailleurs elle devient couˆteuse
en temps de calcul quand on veut conside´rer des q petits. On peut simplifier le proble`me
en remarquant que l’on passe d’une maille a` l’autre graˆce a` une translation de R et une
rotation de la base de spin d’un angle q.R autour de l’axe z. En l’absence de couplage
spin-orbite, chaque maille est totalement e´quivalente. On peut alors inclure la rotation de
la base de spin dans le the´ore`me de Bloch pour se restreindre a` la maille 0 (the´ore`me Bloch
spirale [57]).
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Le syste`me est invariant par translation de R et rotation de la base de spin de q.R
autour de z. Une fonction propre ψ(n)(r) du syste`me ve´rifie l’e´quation
Rz(q.R)ψ
(n)
kq (r+R) = exp(ik.R)ψ
(n)
kq (r), (1.128)







On de´finit sur la maille 0 la fonction d’onde ψ
(n)




























q) · (R−R′)〈Riλ|Hˆ|R′jµ〉δσσ′ . (1.132)
Cette e´quation est similaire a` l’e´quation 1.41. Le vecteur k est juste remplace´ par k+σ/2q
(σ = +1 pour un e´tat ↑ et −1 pour un e´tat ↓).








Nous verrons au chapitre 2 que le fer FCC posse`de une phase magne´tique spirale stable.
De´termination des couplage d’e´change de Heisenberg
Le mode`le d’Heisenberg classique permet de mode´liser simplement l’interaction d’e´change
dans un syste`me de spin localise´ [58]. Le moment de spin sur chaque atome est traite´ clas-
siquement comme un vecteur de moment magne´tique m. L’e´nergie d’interaction d’e´change
entre deux atomes i et j est
−Jijmi.mj. (1.134)
Les parame`tres Jij sont les couplages d’e´change de Heisenberg. Ils de´pendent du type de
voisin conside´re´. Pour un syste`me contenant plusieurs atomes, l’e´nergie d’une configuration
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En minimisant cet hamiltonien, on peut trouver la configuration magne´tique d’e´quilibre
d’un syste`me donne´. Il est pour cela ne´cessaire de connaˆıtre les couplages d’e´change de Hei-
senberg Jij Les calculs d’e´nergie de spirales magne´tiques permettent de de´river simplement
ces parame`tres a` partir de calculs de structure e´lectronique.
On conside`re un cristal avec un atome par maille. On note Ri le vecteur du re´seau de
Bravais de´signant la maille contenant l’atome i. Dans une spirale magne´tique, le moment
sur l’atome i est alors :
mi = m
 sin(θ) cos(q.Ri)sin(θ) sin(q.Ri)
cos θ
 . (1.136)





































L’e´nergie de la configuration spirale en fonction de Jq est :







On peut par ailleurs calculer cette diffe´rence d’e´nergie a` partir d’un calcul de structure
e´lectronique en utilisant le the´ore`me Bloch-spirale (formule 1.133). On peut alors obtenir
les diffe´rents parame`tres d’e´change de Heisenberg Jij en ajustant la formule 1.139 aux
re´sultats de ces calculs pour un ensemble de vecteurs spirales q, ou par transforme´e de
Fourier inverse [59].
Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons pre´sente´ la me´thode de calcul de structure e´lectronique
qui sera utilise´e au cours de cette e´tude. Il s’agit d’un mode`le de liaisons fortes e´tendu pour
prendre en compte le magne´tisme non-coline´aire et le couplage spin-orbite. L’hamiltonien
est de la forme :
H = HLF +HNL +HStoner +HSO. (1.140)
La matrice HLF est la matrice de liaisons fortes qui contient les niveaux e´lectroniques et
inte´grales de saut. Elle est donne´e par la parame´trisation de Papaconstantopoulos (cf. sec-
tion 1.1.1). La matrice HSO est la matrice de couplage spin-orbite donne´e en annexe (cf.
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section 1.2.4 et annexe C). La matrice HNL contient la correction des niveaux e´lectroniques
ne´cessaire pour maintenir la neutralite´ locale (cf. section 1.1.3). La matrice HStoner contient
le potentiel de Stoner utilise´ pour de´crire le magne´tisme (cf. section 1.2.2). Ces deux der-
nie`res matrices sont de´termine´es de manie`re auto-cohe´rente. Nous de´signerons par la suite
ce mode`le par l’acronyme TBStoner (pour Tight-Binding + Stoner).
CHAPITRE2
Le magne´tisme du fer : du volume au
fil monoatomique
Dans ce chapitre, nous appliquons le mode`le de liaisons fortes pre´sente´ au chapitre 1 a`
l’e´tude du magne´tisme du fer. La comparaison des re´sultats de cette e´tude avec des calculs
ab initio et divers re´sultats expe´rimentaux et the´oriques issus de la litte´rature scientifique
confirme que cette me´thode est adapte´e a` la mode´lisation des contacts atomiques de fer.
Apre`s avoir de´termine´ les parame`tres ne´cessaires a` la description du fer, nous e´tudions
les proprie´te´s magne´tiques du fer en volume, en surface et dans un fil monoatomique, puis
nous montrons quels sont les effets du couplage spin-orbite sur ces diffe´rents syste`mes.
Nous avons pre´sente´ dans le chapitre 1 une me´thode permettant le calcul de la structure
e´lectronique et des proprie´te´s magne´tiques des me´taux de transition. Il est maintenant
important de valider ce mode`le et notamment de montrer qu’il de´crit correctement le
syste`me que nous souhaitons e´tudier : les contacts atomiques de fer.
Les contacts atomiques sont des syste`mes fortement inhomoge`nes contenant des atomes
avec des environnements varie´s. Ainsi, au sein des e´lectrodes, les atomes ont un environne-
ment volumique 3D, aux bords des e´lectrodes ils ont un environnement surfacique 2D et
au niveau du contact les atomes ont un environnement proche du fil monoatomique 1D.
Pour valider notre mode`le, nous allons donc montrer qu’il donne des re´sultats similaires
a` des calculs ab initio sur ces trois types de syste`mes (3D,2D,1D). Ces syste`mes ont en
effet l’avantage d’eˆtre suffisamment simples pour eˆtre facilement de´crits en ab initio. Pour
re´aliser les calculs ab initio, nous avons utilise´ le code PWscf [60]. Ce code est base´ sur
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la the´orie de la fonctionnelle de la densite´ (DFT). La structure e´lectronique d’un syste`me
y est calcule´e dans une base d’ondes planes dans un formalisme de pseudo-potentiels. La
plupart des calculs pre´sente´s ont e´te´ re´alise´s dans l’approximation GGA. Seuls les calculs
PWscf faisant intervenir le couplage spin-orbite ont e´te´ effectue´s dans l’approximation LDA
avec un pseudo-potentiel relativiste.
2.1 De´termination des parame`tres du fer
2.1.1 Parame`tres liaisons fortes
Pour de´crire l’hamiltonien liaisons fortes du fer non magne´tique, nous avons utilise´
les parame`tres de´rive´s par Papaconstantopoulos et al. [48]. Comme nous l’avons vu a` la
section 1.1, ils sont obtenus en ajustant, par la me´thode des moindres carre´s, des structures
e´lectroniques ab initio.
Deux jeux de parame`tres sont disponibles. Ils ont e´te´ obtenus a` partir de calculs DFT
dans l’approximation de la densite´ locale (LDA) et dans l’approximation des gradients
ge´ne´ralise´s (GGA). Pour plus de de´tails sur la the´orie de la fonctionnelle de la densite´ dans
l’approximation de la densite´ locale et dans l’approximation des gradients ge´ne´ralise´s, on
se reportera a` l’ouvrage de Richard Martin [61]. Nous appellerons par la suite TBLDA et
TBGGA ces deux jeux de parame`tres liaisons fortes. Ils peuvent eˆtre te´le´charge´s sur le site
web du Center for Computational Material Science du NRL [49].
2.1.2 Parame`tre de Stoner
Le parame`tre de Stoner I servant a` de´crire la partie magne´tique de notre hamiltonien
est obtenu lui aussi par comparaison avec des calculs ab initio. On calcule le moment
magne´tique de spin du fer dans la phase BCC pour diffe´rents parame`tres de maille.
Les calculs liaisons fortes sont re´alise´s uniquement dans la plage de parame`tres de maille
sur laquelle les parame`tres TBLDA et TBGGA ont e´te´ ajuste´s. Les re´sultats sont reporte´s
figure 2.1. Les parame`tres de Stoner obtenus sont :
ITBLDA = 1, 00 eV (2.1)
ITBGGA = 1, 10 eV. (2.2)
Nous utiliserons par la suite ces parame`tres de Stoner dans l’ensemble de nos calculs quelque
soit le type de syste`me conside´re´. On suppose en effet que le parame`tre de Stoner est
purement atomique et ne de´pend pas de l’environnement. Cette approximation semble
justifie´e au regard des courbes de moment sur la figure 2.1 ou` l’accord entre calculs ab
initio et calculs liaisons fortes avec un I constant est bon sur une large plage de parame`tres
de maille.
On observe sur ces courbes de moment qu’a` faible volume, le fer BCC est non ma-
gne´tique. Quand on augmente le parame`tre de maille, un moment magne´tique apparaˆıt
puis augmente. Ce comportement s’explique simplement a` l’aide du crite`re de Stoner :
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Fig. 2.1: De´termination du parame`tre de Stoner I
quand on augmente le parame`tre de maille, la densite´ d’e´tats est plus e´troite et augmente
au niveau de Fermi. Le crite`re de Stoner est alors satisfait, favorisant le magne´tisme. Ce
comportement est tre`s ge´ne´ral et est pre´sent dans tous les me´taux de transition. A faible
volume, les bandes e´lectroniques sont tre`s e´largies en e´nergie. Le gain en e´nergie cine´tique
lie´ a` l’apparition du magne´tisme est trop important pour permettre la stabilisation d’une
phase magne´tique.
2.1.3 Parame`tre de couplage spin-orbite
La valeur de la constante de couplage spin-orbite (ξ) peut eˆtre de´termine´e en comparant
la structure de bandes du fer BCC non magne´tique le long d’une direction de haute syme´trie
de la zone de Brillouin (par exemple ΓH), obtenue avec notre mode`le et avec le code ab
initio PWscf. En effet, le couplage spin-orbite entraˆıne une leve´e de de´ge´ne´rescence des
niveaux de´ge´ne´re´s quand un e´le´ment de matrice non nul de Hˆso existe entre les e´tats
propres correspondants (voir l’annexe C). Par exemple, le niveau six fois de´ge´ne´re´s Γ025′
correspondant aux spin-orbitales t2g (dxy,dyz et dxz) est couple´ par des e´le´ments de matrice
de Hˆso. On peut montrer en utilisant la the´orie de perturbation pour les niveaux de´ge´ne´re´s
[56] que ce niveau se se´pare en un niveau quatre fois de´ge´ne´re´ d’e´nergie Γ025′ − ξ/2 et un
niveau doublement de´ge´ne´re´ d’e´nergie Γ025′ + ξ.
Pour estimer le couplage spin-orbite dans le fer, nous avons donc calcule´ la structure
de bandes du fer BCC non magne´tique le long de la direction ∆ de la zone de Brillouin
a` l’aide du code ab initio PWscf. Ce calcul a e´te´ effectue´ dans l’approximation LDA avec
un pseudo-potentiel relativiste. La structure de bandes obtenue est reporte´e figure 2.2. La
leve´e de de´ge´ne´rescence des niveaux t2g au point Γ nous donne la constante de couplage



















Fig. 2.2: Structure de bandes du fer BCC NM le long de la direction ∆ = ΓH de la zone de
Brillouin. La leve´e de de´ge´ne´rescence des niveaux t2g au point Γ permet de calculer la
constante de couplage spin-orbite ξ. (Calcul PWscf avec pseudo-potentiel relativiste)
spin-orbite dans le fer :
ξso = 0, 06 eV. (2.3)
2.2 Du volume au fil
2.2.1 Volume
Dans un premier temps, nous avons ve´rifie´ que notre mode`le de´crit correctement les
proprie´te´s magne´tiques du fer en volume. Suite au de´veloppement des me´thodes ab initio
(DFT), de nombreux re´sultats the´oriques ont e´te´ publie´s sur le fer volumique [62–69] et les
proprie´te´s magne´tiques de ses diffe´rentes phases sont bien connues. Nous avons compare´
notre mode`le a` ces travaux et a` des calculs ab initio re´alise´s a` l’aide du code PWscf.
Fer BCC
Le fer a` l’e´tat stable, sous des conditions normales de tempe´rature et de pression,
cristallise dans la phase BCC (cubique centre´) et est ferromagne´tique. Il a un moment
de 2.2µB par atome et un parame`tre de maille de 2.87 A˚. Les valeurs de moment et de
parame`tre de maille d’e´quilibre calcule´es a` l’aide de notre mode`le avec les parame`tres
TBLDA et TBGGA sont reporte´es dans le tableau 2.1. Elles sont proches de ces valeurs
expe´rimentales et de celles trouve´es the´oriquement par Moruzzi [66].
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Fig. 2.3: Fer FCC ferromagne´tique, parame`tres TBLDA : moment magne´tique en fonction du
parame`tre de maille pour diffe´rents moments initiaux m0 (a` gauche) et e´nergie a` mo-
ment fixe´ pour diffe´rents parame`tres de maille (a` droite). NM : non magne´tique, LS :
Low Spin, HS ; High Spin
Fer FCC
Le fer existe en structure FCC (cubique faces centre´es) a` haute tempe´rature. Il est alors
non magne´tique car la tempe´rature est supe´rieure a` la tempe´rature de Curie. Ne´anmoins,
il peut eˆtre stabilise´ en couche mince sur des substrats de cuivre [70, 71]. Le fer FCC
a un comportement magne´tique plus complexe que le BCC.Les nombreuses publications
the´oriques sur le sujet [62, 64, 65, 69] re´ve`lent la coexistence de plusieurs e´tats magne´tiques
avec des alignements (ferromagne´tique, antiferromagne´tique ou spirale) et des valeurs de
moment (haut spin ou bas spin) diffe´rentes.
Ainsi comme le montre la courbe de moment (figure 2.3) obtenue a` l’aide de notre
mode`le, la phase ferromagne´tique du fer FCC pre´sente deux e´tats magne´tiques distincts :
– un e´tat haut spin (HS), qui apparaˆıt pour un parame`tre de maille e´leve´. Dans cet
e´tat le moment varie peu (m ≈ 2.5µB) car la bande de spin majoritaire est totalement
remplie.
– un e´tat bas spin (LS), qui apparaˆıt a` la transition non-magne´tique (NM) / ferro-
magne´tique (FM). Dans cet e´tat, la bande d de spin majoritaire n’est pas totalement
remplie, ce qui explique la valeur faible du moment magne´tique (entre 0.5µB et 1µB)
et sa forte variation avec le parame`tre de maille.
Ces deux e´tats avaient de´ja` e´te´ mis en e´vidence dans les travaux the´oriques cite´s pre´-
ce´demment [62, 65, 69]. Ils ont e´te´ observe´s expe´rimentalement tre`s re´cemment par Torija
[71] dans des couches minces de fer sur Cu(111). Dans nos calculs de liaisons fortes (comme
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Fig. 2.4: Fer FCC antiferromagne´tique
dans les calculs ab-initio) le moment initial joue un roˆle important dans l’apparition du
magne´tisme. On passera plus rapidement dans l’e´tat haut spin si le moment initial est e´leve´
(M0 ≈ 3.0µB) (courbe (a) figure 2.3). Cet e´tat sera atteint pour un parame`tre de maille
e´leve´ si le moment initial est faible. L’e´tat de bas spin sera quant a` lui atteint uniquement
si le moment initial a une valeur interme´diaire. On observe ainsi un phe´nome`ne d’hyste´re´-
sis. On peut comprendre ce comportement en observant les courbes d’e´nergie en fonction
du moment magne´tique (courbe (b) figure 2.3). Ces courbes sont obtenues en calculant
l’e´nergie a` moment fixe´. Ces calculs consistent a` imposer le remplissage des bandes de spin
majoritaire et minoritaire et a` de´finir deux niveaux de Fermi E↑F et E
↓
F . Les minima de
la courbe E(m) correspondent a` des solutions autocohe´rentes pour lesquelles E↑F = E
↓
F .
On voit alors que pour un parame`tre de maille faible, un seul minimum d’e´nergie est at-
teint pour un moment nul (e´tat non magne´tique). Quand le parame`tre de maille augmente
(a = 3.7A˚, courbe verte), un deuxie`me minimum apparaˆıt pour un momentm = 2.5µB cor-
respondant a` l’e´tat de haut spin. On peut aussi distinguer un troisie`me minimum local aux
alentours de m = 1µB, correspondant a` l’e´tat de bas spin. Ainsi, suivant le moment initial
donne´ au syste`me, celui-ci se stabilisera dans l’un des trois minima. Si le moment initial
est tre`s faible (m = 0.1µB), le syste`me reste plus longtemps dans l’e´tat non-magne´tique
quand on augmente son volume, car les courbes E(m) sont tre`s plates pre`s de l’origine. On
ne passe alors jamais par l’e´tat de bas spin.
La phase antiferromagne´tique du fer FCC s’obtient en alternant des plans (001) de spin
up et down (voir figure 2.4). La courbe de moment en fonction du parame`tre de maille re´ve`le
comme dans le cas ferromagne´tique l’existence d’e´tats haut spin et bas spin (voir figure 2.4).
La valeur absolue du moment par atome pour l’e´tat HS est le´ge`rement supe´rieure a` celle
du cas ferromagne´tique (m ≈ 2.75µB). Comme le montre la courbe d’e´nergie (figure 2.6),
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Fig. 2.5: Moment magne´tique et e´nergie du fer FCC en fonction du vecteur spiral q. Calcul
TBLDA.
la phase AF est plus stable que les phases ferromagne´tiques et non magne´tiques sur une
large plage de volume. A l’e´quilibre, cette phase apparaˆıt comme la plus stable. Ne´anmoins
son e´nergie reste assez proche de l’e´nergie de l’e´tat non magne´tique. Il est donc difficile de
pre´voir quelle sera la phase d’e´quilibre. Les diffe´rentes publications consulte´es [62, 65, 69]
ne s’accordent pas sur ce sujet.
Des travaux plus re´cents ont re´ve´le´ l’existence d’une phase magne´tique spirale dans
le fer FCC. Les travaux expe´rimentaux de Tsunoda [72, 73] ont montre´ que la structure
magne´tique de clusters de fer FCC dans une matrice de cuivre e´tait une spirale de vecteur
q = (0.1, 0, 1) (ou` q est donne´ en unite´ de 2π/a). De nombreux travaux the´oriques ont
confirme´ l’existence et la stabilite´ de cette phase [64, 74, 75]. Ne´anmoins ces calculs ab
initio aussi bien en LDA [64, 74] qu’en GGA [75] trouvent un vecteur spirale d’e´quilibre
q = (0, 0, 0.6), diffe´rent de la valeur expe´rimentale. Seuls les travaux plus re´cents de Kno¨pfle
et al. [63] en GGA obtiennent un vecteur spirale q = (0.15, 0, 1) proche de l’expe´rience.
Ils ont montre´ qu’il e´tait pour cela ne´cessaire d’autoriser la non-coline´arite´ du moment
magne´tique des diffe´rents e´lectrons a` l’inte´rieur de chaque atome. Evidemment, cet effet
ne peut eˆtre pris en compte dans un mode`le liaisons fortes ou` le moment magne´tique est
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inte´gre´ sur l’orbitale atomique. Nous pouvons en revanche ve´rifier que notre mode`le est en
bon accord avec les premiers calculs LDA et GGA.
Nous avons donc re´alise´ une e´tude de la structure magne´tique spirale dans le fer FCC a`
l’aide de la me´thode Bloch-spirale pre´sente´e section 1.2.6. Les re´sultats sont pre´sente´s figure
2.5. L’e´nergie et le moment magne´tique ont e´te´ calcule´s pour diffe´rents vecteurs spirales q
le long des directions de haute syme´trie de la zone de Brillouin dans un cristal de fer FCC
de parame`tre de maille a = 3.5A˚(parame`tre de maille d’e´quilibre du fer FCC AF). On peut
remarquer tout d’abord que la phase ferromagne´tique (au point Γ) est un point d’e´quilibre
instable. Comme nous l’avons vu pre´ce´demment la phase antiferromagne´tique (au point X)
est plus stable. Le minimum d’e´nergie est obtenu pour un vecteur spirale (q = (0, 0, 0.6))
en parfait accord avec les travaux the´oriques cite´s pre´ce´demment [64, 74, 75]. La courbe
de moment re´ve`le que le moment de spin varie entre 2.5µB et 2.0µB en fonction de la
structure spirale conside´re´e. Le tre`s bon accord entre ces courbes de moment et d’e´nergie
et celles obtenues par Ku¨bler a` l’aide de calculs ab initio sur le meˆme syste`me [76] confirme
que le mode`le de Stoner permet de de´crire des phe´nome`nes magne´tiques non-coline´aires
complexes.
Stabilite´ relative des diffe´rentes phases : comparaisons des parame`tres TBLDA
et TBGGA
Pour comparer les deux jeux de parame`tres, nous avons reporte´ sur la figure 2.6 l’e´nergie
des diffe´rentes phases du fer pour diffe´rents parame`tres de maille. Les re´sultats sont trace´s
en fonction du volume par atome pour permettre la comparaison entre les phases BCC et
FCC. Les parame`tres de maille et moments magne´tiques d’e´quilibre sont reporte´s dans le
tableau 2.1. Ces re´sultats ont e´te´ compare´s avec ceux obtenus par Moruzzi en DFT dans
l’approximation LDA [65, 65] et par Herper en DFT dans l’approximation GGA [69].
TBLDA TBGGA LDA [65, 66] GGA [69] exp.
Parame`tre de maille a` l’e´quilibre (A˚)
bcc NM 2.71 2.77 2.75 2.77 -
bcc FM 2.77 2.85 2.82 2.84 2.87
fcc NM 3.39 3.46 3.45 3.46 -
fcc AF 3.41 3.53 3.45 3.50 -
Moment a` l’e´quilibre (µB)
bcc FM 2.25 2.33 2.15 2.17 2.20
fcc AF 1.10 1.23 1.60 1.30 -
Stabilite´ relative des phases BCC FM et FCC AF
∆E (eV) -0.082 0.0115 -0.082 0.102 >0
Tab. 2.1: Comparaison des diffe´rents re´sultats : TBLDA, TBGGA, DFT LDA [65, 66], DFT
GGA [69] et des valeurs expe´rimentales.
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a) paramètres TBLDA b) paramètres TBGGA
Fig. 2.6: Energie totale en fonction du volume par atome pour diffe´rentes structures du fer
(BCC et FCC) ferromagne´tiques (FM), antiferromagne´tiques (AM) et non magne´-
tiques (NM). Les calculs ont e´te´ re´alise´s avec les parame`tres TBLDA (a` gauche) et
TBGGA (a` droite).
De manie`re ge´ne´rale, l’approximation LDA conduit a` des parame`tres de maille d’e´qui-
libre infe´rieurs a` la GGA. Cette tendance est ve´rifie´e dans le tableau 2.1. Il est par ailleurs
connu qu’en DFT, dans l’approximation LDA, la phase FCC AF du fer est la plus stable,
contrairement a` l’expe´rience [67]. L’utilisation de l’approximation GGA permet en revanche
de trouver la bonne phase d’e´quilibre (BCC FM)[68]. On peut observer effectivement sur
la figure 2.6 que les parame`tres TBLDA pre´disent une phase d’e´quilibre FCC AF quand
les parame`tres TBGGA reproduisent la phase d’e´quilibre expe´rimentale (BCC FM). On
pourrait en de´duire que la GGA traite mieux le magne´tisme que la LDA, mais il s’agit en
fait juste d’un effet de parame`tre de maille : la GGA conduit a` un parame`tre de maille
d’e´quilibre plus proche de l’expe´rience que la LDA qui a tendance a` le sous-estimer, ce
qui joue en de´faveur des solutions magne´tiques. Les re´sultats reporte´s dans le tableau 2.1
re´ve`lent un tre`s bon accord entre notre mode`le et l’ab initio. En particulier, la stabilite´
relative des phase BCC FM et FCC AF en DFT LDA et en DFT GGA est bien repro-
duite par les parame`tres TBLDA et TBGGA. Notre mode`le de´crit donc correctement le
comportement magne´tique complexe du fer en volume.
2.2.2 Surface
Nous avons ensuite applique´ notre mode`le a` l’e´tude des surfaces de fer. Dans ce type de
syste`me les atomes ne sont pas tous e´quivalents. Comme nous l’avons vu section 1.1.3, il est
alors ne´cessaire d’imposer une contrainte de neutralite´ locale pour e´viter les phe´nome`nes de
50 2. LE MAGNE´TISME DU FER






































Fig. 2.7: Structure de bandes projete´e pour les spins majoritaires (en haut) et minoritaires
(au milieu) d’un syste`me de 20 couches (110) de fer BCC. Les e´tats de surface ou
re´sonnants sont repre´sente´s en rouge (e´tats dont plus de 60% du poids total est dans
les deux premie`res couches).Le ze´ro d’e´nergie correspond au niveau de Fermi. La zone
de Brillouin de surface et le chemin conside´re´ sont repre´sente´s en bas. Calculs TBGGA.
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transfert de charge. L’hamiltonien est corrige´ en ajoutant un terme de´pendant du transfert
de charge δNi et d’un parame`tre de pe´nalisation UNL suffisamment grand (UNL = 5 eV),
suivant les e´quations 1.78 et 1.79.
Syste`mes e´tudie´s
En principe, pour calculer les proprie´te´s de surface, il nous faudrait re´soudre le cas
d’un cristal semi-infini. Dans la pratique, on conside`re un nombre de plans fini. Le syste`me
e´tudie´ est un film mince de N couches atomiques infinies pe´riodiques dans le plan de la
surface. On utilise le the´ore`me de Bloch pour restreindre le calcul a` la maille principale
dans le plan. On re´alise le calcul pour un nombre de points k suffisants dans la zone de
Brillouin 2D correspondante. Le syste`me comprend alors deux surfaces libres. Le nombre
de plans atomiques se´parant ces deux surfaces doit eˆtre suffisant pour que les atomes dans
les plans centraux aient des proprie´te´s proches de celles du volume et pour que l’interaction
entre les deux surfaces soit ne´gligeable. Notons que la me´thode des liaisons fortes permet
de satisfaire a` ces conditions de fac¸on beaucoup plus stricte que les me´thodes de calcul ab
initio, car le nombre de plans N peut eˆtre choisi beaucoup plus grand. Nous avons e´tudie´
des syste`mes contenant N=20 plans atomiques.
Nous nous attarderons ici sur deux surfaces du fer BCC, la surface (001) et la surface
(110). La surface (001) est moins compacte que la surface (110). Nous pourrons ainsi e´tudier
les effets de la compacite´ sur les proprie´te´s magne´tiques de surface. Les calculs sont re´alise´s
avec les parame`tres TBGGA pour un parame`tre de maille de 2.87A˚(parame`tre de maille
d’e´quilibre du volume). Les meˆmes calculs re´alise´s avec les parame`tres TBLDA ont donne´
des re´sultats similaires. Les effets de relaxation de surface ne sont pas pris en compte. La
distance entre chaque couche monoatomique est suppose´e constante.
Nous avons compare´ nos re´sultats avec des travaux the´oriques de calculs ab initio de
surface de me´taux de transition [77–82]. Les re´sultats expe´rimentaux sur le magne´tisme
de surface sont rares (voire inexistants) puisqu’il est difficile de mesurer des moments
magne´tiques localise´s. Nous n’avons donc pas pu comparer nos re´sultats a` l’expe´rience.
Structure de bandes
Nous avons d’abord calcule´ la structure de bandes de la surface (110) du fer. Il est en
effet important de ve´rifier que notre mode`le reproduit correctement la structure de bandes
de surface et en particulier les e´tats de surfaces et les e´tats re´sonnants. Les re´sultats de ce
calcul sont repre´sente´s figure 2.7. On peut voir que la position et la taille des pseudo-gaps
dans la structure de bandes diffe`rent pour les spins up et down. Le long des directions Γ¯S¯
et S¯H¯ les pseudo-gaps sont plus grands dans la structure de bandes de spin minoritaire que
dans celle de spin majoritaire. Il y a donc plus d’e´tats de surface de spin ↑ que d’e´tats de
surface de spin ↓. Ceci est mis en e´vidence par la pre´sence d’un e´tat de surface tre`s e´troit,
proche du niveau de Fermi, dans la structure de bandes de spin minoritaire (indique´ par
une fle`che dans la figure 2.7) qui disparaˆıt dans la structure de bandes de spin majoritaire.
Ces re´sultats sont en tre`s bon accord avec les calculs ab initio de Heinze et Blu¨gel [82].
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Fig. 2.8: Moment magne´tique en fonction de la couche (1 =couche de surface, 10 =couche
centrale). Comparaison des calculs TBGGA et PWscf.
On remarque notamment que les e´tats de surface, dont la position est tre`s de´pendante
de l’autocohe´rence sur la charge et le moment magne´tique, sont correctement reproduits.
Notre mode`le fournit donc une bonne description de la structure de bandes et des e´tats de
surface.
Moment de spin
Les calculs de moment de spin re´alise´s (voir figure 2.8) re´ve`lent un renforcement du
magne´tisme au niveau de la surface. Dans le cas de la surface BCC (001), ce renforcement
est de l’ordre de 25%. Dans le cas de la surface BCC (110), il est de l’ordre de 14%. Ce
phe´nome`ne avait de´ja` e´te´ observe´ dans diverses publications traitant du magne´tisme de
surface [77, 78, 80] avec des valeurs calcule´es assez proches des noˆtres (32% pour la surface
(001) et 14.2% pour la surface (110) [80]).
L’augmentation du moment magne´tique est lie´e a` la baisse du nombre de voisins au
niveau de la surface (cf. crite`re de Stoner, section 1.2.1). Le renforcement est diffe´rent pour
les deux types de surface car le nombre de liaisons coupe´es dans les deux cas est diffe´rent.
Dans le cas de la surface (001), moins compacte, un atome de surface perd 4 premiers
voisins. Dans le cas de la surface (110), plus compacte, un atome de surface n’en perd que
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deux. Le moment magne´tique est donc plus fort dans la surface (001), moins compacte.
Les courbes de moment en fonction de la couche comportent de petites oscillations
appele´es oscillations de Friedel. Ces oscillations sont caracte´ristiques des perturbations des
syste`mes homoge`nes (ici un cristal perturbe´ par la pre´sence d’une surface libre). A partir
d’une dizaine de couches sous la surface, le moment de spin retrouve sa valeur de volume.
2.2.3 Fil monoatomique
Le mode`le de liaisons fortes utilise´ reproduit donc bien le comportement magne´tique
du fer en volume et en surface. Comme nous souhaitons par la suite utiliser ce code pour
calculer les proprie´te´s e´lectroniques et magne´tiques de nanostructures, nous avons e´tudie´ la
plus simple des nanostructures : le fil monoatomique. Bien que l’e´tude d’une chaˆıne line´aire
non supporte´e puisse sembler purement acade´mique, elle est inte´ressante pour les raisons
suivantes :
– Sa structure de bandes peut eˆtre calcule´e analytiquement en liaisons fortes, ce qui fa-
cilite la compre´hension the´orique et l’identification du caracte`re des diffe´rentes bandes
obtenues ab initio.
– Le fil monoatomique permet d’e´tudier simplement l’effet d’une forte re´duction de la
dimensionnalite´ sur les proprie´te´s des mate´riaux, ce qui peut eˆtre utile a` la compre´-
hension des nanostructures.
– Enfin, dans certaines expe´riences de jonction a` cassure, on observe l’apparition d’un fil
monoatomique de plusieurs atomes (Au [22], Pt [22]). L’e´tude des fils monoatomiques
n’est donc pas totalement de´couple´e de l’expe´rience. Malheureusement, aucun fil n’a
e´te´ observe´ dans les jonctions a` cassure de fer e´tudie´es au cours de cette the`se.
Fil non magne´tique
Les structures de bandes du fil de fer non-magne´tique et sans spin-orbite obtenues avec
les parame`tres TBLDA et ab initio avec le code PWscf sont montre´es figure 2.9 pour une
distance inter-atomique de 2.27A˚(distance d’e´quilibre obtenue avec PWscf). On voit que,
excepte´ pour les bandes au dessus du niveau de Fermi, il existe un bon accord entre les
re´sultats liaisons fortes et ab initio. Ceci est tre`s satisfaisant e´tant donne´ que les parame`tres
TBLDA sont issus de calculs en volume. Ces parame`tres ont donc une tre`s bonne transfe-
rabilite´. Les parame`tres TBGGA quant a` eux ne de´crivent pas correctement la structure de
bandes du fil a` la distance interatomique conside´re´e. A cette distance inter-atomique le ni-
veau s est surestime´ et modifie comple`tement la structure de bandes. La loi d’extrapolation
des niveaux en fonction de l’environnement (formule 1.18) ne fonctionne pas correctement
dans ce cas. Par la suite nous conside´rerons donc exclusivement les parame`tres TBLDA
qui fournissent de meilleurs niveaux intra-atomiques dans le cas du fil monoatomique.
En liaisons fortes, on peut facilement identifier le caracte`re des diffe´rentes bandes. Si le fil
est oriente´ selon l’axe z, la matrice des inte´grales de saut se re´duit a` la matrice des inte´grales
de saut de Slater-Koster (cf. section 1.1.1). En regroupant les orbitales judicieusement,
on voit alors apparaˆıtre dans la matrice des inte´grales de saut de trois types de bandes






































Fig. 2.9: Structure de bandes du fil monoatomique de fer non magne´tique. Comparaison des
calculs liaisons fortes (TBLDA) et ab initio (PWscf).
totalement de´couple´es correspondant aux trois types de liaisons possibles dans une base
spd (σ, π et δ : voir figure 1.2) :
β =

s pz dz2 px dxz py dyz dxy dx2−y2
s ssσ spσ sdσ 0 0 0 0 0 0
pz −spσ ppσ pdσ 0 0 0 0 0 0
dz2 sdσ −pdσ ddσ 0 0 0 0 0 0
px 0 0 0 ppπ pdπ 0 0 0 0
dxz 0 0 0 −pdπ ddπ 0 0 0 0
py 0 0 0 0 0 ppπ pdπ 0 0
dyz 0 0 0 0 0 −pdπ ddπ 0 0
dxy 0 0 0 0 0 0 0 ddδ 0
dx2−y2 0 0 0 0 0 0 0 0 ddδ

(2.4)
A partir de cette matrice on voit clairement que la structure de bandes d’une chaˆıne
monoatomique parfaite contient, en tenant compte de la de´ge´ne´rescence lie´e au spin :
– six bandes de type σ deux fois de´ge´ne´re´es, issues du me´lange des orbitales s,pz et dz2 ,
– huit bandes de type π quatre fois de´ge´ne´re´es, issues du me´lange des orbitales px et
dxz, ou py et dyz,
– quatre bande de type δ quatre fois de´ge´ne´re´es, constitue´e d’e´tats dxy ou dx2−y2 purs.
La bande δ est facilement identifiable. Il s’agit de la bande la plus plate. En effet, cette
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bande est issue de la dispersion des orbitales dxy (ou dx2−y2) couple´es par l’inte´grale de
saut ddδ qui est la plus faible des inte´grales de Slater-Koster.
Dans le fer, les niveaux 4p ont une e´nergie bien plus e´leve´e que les niveaux 3d. Le
me´lange entre niveaux p et d est donc tre`s faible. Les bandes π se se´parent donc en une
bande de basse e´nergie compose´e quasiment uniquement d’orbitales d (dxz ou dyz) et en
une bande d’e´nergie plus e´leve´e de caracte`re quasiment uniquement p (px ou py). Cette
dernie`re bande est pre´sente sur le calcul PWscf de la figure 2.9 mais est en dehors de la
plage d’e´nergie conside´re´e dans le calcul TBLDA. Le mode`le liaisons fortes ne de´crit donc
pas correctement les bandes p. Ne´anmoins, comme la bande π de plus haute e´nergie est bien
au dessus du niveau de Fermi et n’est donc pas occupe´e, cette erreur n’a pas d’influence
sur l’e´tat fondamental du syste`me.
Les deux dernie`res bandes pre´sentes sur la figure 2.9 sont des bandes de type σ. Une
analyse plus pre´cise de leur caracte`re re´ve`le que la bande de plus basse e´nergie n’a prati-
quement pas de caracte`re p. Le poids des orbitales s et dz2 est presque le meˆme au point Γ
alors qu’il s’agit presque d’un e´tat d pur au point X. La deuxie`me bande σ est un me´lange
d’orbitales s et dz2 au point Γ et tend vers un e´tat pz pur lorsqu’on s’approche du point
X. Une troisie`me bande σ de caracte`re fortement pz existe en dehors de la plage d’e´nergie
conside´re´e.
Fil magne´tique
L’introduction du magne´tisme a pour effet de lever la de´ge´ne´rescence de spin de chacune
des bandes. Cette leve´e de de´ge´ne´rescence est lie´e a` l’apparition d’un moment de spin. Nous
avons e´tudie´ l’influence de la distance inter-atomique sur le moment magne´tique re´sultant.
Comme dans le cas du fer FCC FM, on observe l’apparition d’une transition bas spin
(LS) / haut spin (HS). A faible distance inter-atomique, le fil est dans un e´tat LS ou`
les bandes down ne sont pas comple`tement remplies. Quand la distance inter-atomique
augmente, le fil passe dans un e´tats HS ou` le moment atteint sa valeur de saturation.
L’accord entre les calculs TBLDA et PWscf est tre`s satisfaisant. On observe notamment
que la transition entre l’e´tat LS et l’e´tat HS intervient a` la meˆme distance inter-atomique
pour les deux me´thodes.
Un calcul d’e´nergie nous permet de trouver la distance inter-atomique d’e´quilibre du
fil. Celle obtenue avec les parame`tres TBLDA (d = 2.15A˚) est le´ge`rement infe´rieure a` celle
calcule´e avec PWscf (d = 2.27A˚). Cela n’est pas e´tonnant puisque les calculs PWscf ont e´te´
re´alise´s dans l’approximation GGA. On a vu en effet que l’approximation LDA sous-estime
en ge´ne´ral les parame`tres de maille d’e´quilibre par rapport a` la GGA.
2.3 Couplage spin-orbite, anisotropie magne´tique et
moment orbital
Les calculs pre´sente´s dans la section pre´ce´dente ne prenaient pas en compte le couplage
spin-orbite. Il a pour effet de lever la de´ge´ne´rescence de certaines bandes correspondant
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Fig. 2.10: Moment magne´tique du fil monoatomique de fer en fonction de la distance inter-
atomique d. Comparaison des calculs liaisons fortes (TBLDA, en noir) et ab initio
(PWscf, en rouge).























































d) ab initio, θ=90
Fig. 2.11: Structure de bandes du fil monoatomique de fer magne´tique avec un moment paralle`le
(θ = 0) ou perpendiculaire (θ = 90) au fil. Comparaison des calculs liaisons fortes
(TBLDA) et ab initio (PWscf) prenant en compte le couplage spin-orbite.
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a` des e´tats couple´s par la matrice Hso. Deux types d’effets apparaissent selon le type de
de´ge´ne´rescence conside´re´ :
– La bande est de´ge´ne´re´e pour toutes les valeurs de k. Par exemple, dans le cas du
fil, la bande δ est la superposition des bandes pures dxy et dx2−y2 . Dans ce cas un
e´le´ment de matrice non nul de Hso entre les e´tats de´ge´ne´re´s entraˆınera un de´calage
des bandes.
– La de´ge´ne´rescence est limite´e a` un vecteur k ou` deux bandes se croisent. Un e´le´ment
de matrice non nul de Hso entre les e´tats de´ge´ne´re´s entraˆınera alors l’ouverture d’un
gap au point de croisement.
Ainsi, dans le cas du fer BCC NM, nous avons vu que le couplage spin-orbite entraˆıne,
entre autres effets, un de´calage des niveaux t2g le long de la direction ΓH de la zone de
Brillouin (voir figure 2.2).
Dans le cas du fil, le caracte`re de chacune des bandes est facilement identifiable. On
peut alors pre´dire les leve´es de de´ge´ne´rescence a` partir de la structure de la matrice Hso
dans la base d’orbitales d (cf. annexe C). En effet, d’apre`s la the´orie de perturbation d’un
niveau de´ge´ne´re´ [56], deux e´tats propres de´ge´ne´re´s |α〉 et |β〉 de l’hamiltonien non perturbe´,
couple´s sous l’effet de la perturbation Wˆ par l’e´le´ment de matrice δ = 〈α|Wˆ |β〉, se scindent














(si par ailleurs 〈α|Wˆ |α〉 = 〈β|Wˆ |β〉 = 0).
Dans le cas non magne´tique, la structure de bandes ne de´pend pas de la direction de
l’aimantation. On peut donc conside´rer uniquement la matrice Hso pour θ = 0 et φ = 0.
Cette matrice couple les orbitales dxy et dx2−y2 de meˆme spin par un e´le´ment de matrice iξ.
Par conse´quent, la bande δ se de´double avec un de´calage de 2ξ. Le meˆme type d’argument
s’applique a` la bande π de plus basse e´nergie (si on ne´glige son caracte`re p), avec un
e´le´ment de matrice de ξ/2 qui entraˆıne une leve´e de de´ge´ne´rescence de ξ. Aucun effet n’est
attendu pour les bandes σ, puisque qu’aucun e´le´ment de matrice ne couple les e´tats dz2 de
spins oppose´s. Enfin, dans la structure de bandes non perturbe´e (figure 2.9), on observe
deux points de croisement entre des bandes σ et δ. Leur de´ge´ne´rescence n’est pas leve´e
puiqu’aucun e´le´ment de matrice de Hso ne les couple. En revanche, les autres points de
croisement (entre bandes σ et π, ou π et δ) sont e´vite´s sous l’effet du couplage spin-orbite.
Dans le cas du fil magne´tique, la structure de bandes de´pend de la direction du moment
de spin quand le couplage spin-orbite est pris en compte. Elle est inde´pendante de φ pour
des raisons de syme´trie, mais elle de´pend de l’angle polaire θ. C’est une conse´quence de la
leve´e de de´ge´ne´rescence de spin dans l’e´tat magne´tique non perturbe´. En effet, quand le
moment est perpendiculaire au fil (θ = π/2), la matrice Hso couple les e´tats dxy et dx2−y2
de spin oppose´ (voir annexe C). La leve´e de de´ge´ne´rescence de 2ξ devient alors ne´gligeable
devant le de´calage des bandes up et down duˆ au magne´tisme. Quand le moment est le long
du fil (θ = 0), la matrice Hso couple les e´tats δ de meˆme spin et on observe le meˆme effet
que dans le cas non magne´tique. Il en va de meˆme pour la bande π de plus basse e´nergie (le
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de´calage de ξ disparaˆıt quand θ = π/2). Un effet similaire existe au niveau des croisements
de bandes. Le nombre d’ouvertures de gap dans le cas θ = 0 est re´duit puisque pour les
bandes de syme´tries diffe´rentes, seules les bandes de spins oppose´s sont alors couple´es. Au
contraire, quand θ = π/2, des e´tats de syme´trie diffe´rente mais de meˆme spin sont couple´s
et on s’attend a` avoir un nombre de croisements e´vite´s plus important que dans le cas
θ = 0.
Nous avons calcule´ la structure de bandes du fil magne´tique, pour un moment de spin
paralle`le ou perpendiculaire au fil, avec les parame`tres TBLDA ( figure 2.11). Dans ce calcul,
le couplage spin-orbite est traite´ comple`tement en ajoutant la matrice Hso a` l’hamiltonien
diagonalise´ (voir section 1.2.4). Les re´sultats sont en parfait accord avec les pre´diction de
la the´orie des perturbations : un splitting de 2ξ (et ξ) des bandes δ (et π) apparaˆıt quand
θ = 0. Notons que pour un angle θ compris entre 0 et π/2 , le splitting des bandes δ (et
π) varie continuˆment de 2ξ (et ξ) a` 0. Les structures obtenues sont en bon accord avec les
calculs ab initio (PWscf).
2.3.1 Anisotropie magne´tique
Le terme de couplage spin-orbite couple le moment de spin a` la structure de bandes
du syste`me. L’e´nergie totale de´pend alors de la direction de l’aimantation et le moment
s’aligne selon certains axes pre´fe´rentiels. L’e´nergie d’anisotropie magne´tique correspond a`
la variation d’e´nergie totale quand la direction du moment de spin passe d’un axe facile
(e´nerge´tiquement plus favorable) a` un axe difficile (e´nerge´tiquement moins favorable).
Ici aussi, le traitement perturbatif apporte de nombreuses informations et permet d’ex-
pliquer les re´sultats obtenus par un traitement complet du couplage spin-orbite. (voir an-
nexe D). On montre ainsi que la perturbation de l’e´nergie totale par le couplage spin-orbite
est nulle a` l’ordre 1 et a` l’ordre 3 en ξ. Dans un cristal cubique, le terme d’ordre 2 en ξ
est isotrope. L’e´nergie d’anisotropie est alors d’ordre 4 et est donc tre`s faible (de l’ordre de
10−5 − 10−6eV par atome pour fer, cobalt et nickel). Son calcul est tre`s difficile puisque sa
valeur se trouve a` la limite de pre´cision des me´thodes de calcul de structure e´lectronique.
Des calculs ab initio de Trygg et al. [83] ont ne´anmoins permis d’e´tablir qu’elle e´tait de
l’ordre de 0.5 µeV, avec un axe facile selon la direction (001) du cristal, en accord avec
l’expe´rience.
En surface, l’e´nergie d’anisotropie est d’ordre 2 en ξ. On peut montrer par un traite-
ment perturbatif (voir annexe D) que la de´pendance angulaire de ce terme est une forme
quadratique des cosinus directeurs du moment de spin (sin(θ) cos(φ),sin(θ) sin(φ),cos(θ))
respectant la syme´trie de la surface. Ainsi pour une surface BCC (001), la de´pendance
angulaire du terme d’ordre 2 est de la forme :
∆E(2)(θ, φ)−∆E(2)(0, 0) = K(001)1 sin(θ)2 (2.6)
Pour une surface BCC (110) elle est de la forme :
E(θ, φ)− E(0, 0) = K(110)1 sin(θ)2 +K(110)2 sin(θ)2 cos(φ) (2.7)









































Fig. 2.12: Energie d’anisotropie du fil monoatomique de fer en fonction de la direction du
moment de spin (θ). Comparaison des calculs liaisons fortes (TBLDA) et ab initio
(PWscf).
Les calculs que nous avons effectue´s [84] montrent que l’axe de facile aimantation est hors du
plan pour les deux types de surface. Ce re´sultat est en accord avec les diverses publications
the´oriques sur le sujet, qu’il s’agisse de calculs perturbatifs [85] ou de calculs ab initio avec
un traitement complet du spin-orbite [86, 87]. Les constantes d’anisotropie sont tre`s faibles,
et comme dans le cas du volume leur de´termination est hors de porte´e de la pre´cision de
notre mode`le [84].
Dans le fil monoatomique, l’e´nergie d’anisotropie est plus grand d’un ordre de grandeur
(10−3 eV). Par syme´trie, la de´pendance angulaire de l’e´nergie d’anisotropie, a` l’ordre 2 en
perturbation, ne de´pend que de l’angle θ et est de la forme :
∆E(2)(θ, φ)−∆E(2)(0, 0) = K1 sin(θ)2. (2.8)
Les calculs liaisons fortes (figure 2.12, courbe de gauche) montrent qu’a` l’e´quilibre (d =
2.27 A˚), la constante d’anisotropie est de 3.25 meV. L’axe de facile aimantation est alors
le long du fil. Les courbes obtenues suivent bien la forme pre´dite en perturbation (formule
2.8). La comparaison avec les calculs PWscf (figure 2.12, courbe de droite) re´ve`le un accord
correct entre les deux me´thodes.
Le signe de la constante d’anisotropie et donc la direction de l’axe facile d’aimantation
varie avec la distance inter-atomique dans le fil. A l’e´quilibre (d = 2.27 A˚), l’axe de facile
aimantation est le long du fil ; quand la distance inter-atomique est infe´rieure a` 2 A˚, l’axe de
facile aimantation est perpendiculaire au fil. Des calculs de Dorantes-Davila et Pastor [88]
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ont de´ja` mis en e´vidence ce changement d’axe de facile aimantation dans des fils de me´taux
de transition de´pose´s sur une couche mince. Une comparaison avec la courbe de moment
(figure 2.10) semble montrer que cette transition est e´troitement lie´e a` la transition haut
spin / bas spin puisque les deux transitions adviennent a` la meˆme distance inter-atomique.
On peut comprendre le lien entre le changement d’axe de facile aimantation et la transi-
tion HS/LS a` partir des calculs en perturbation de l’e´nergie d’anisotropie magne´tique (voir
annexe D). Ces calculs montrent que la constante d’anisotropie K1 est une somme d’inte´-
grales directement lie´es a` la structure de bandes et a` son remplissage. La direction de l’axe
de facile aimantation est donc e´troitement lie´e a` la structure de bandes et au remplissage
des niveaux d, qui sont les seuls niveaux modifie´s par le spin-orbite dans notre mode`le.
Lors de la transition HS/LS, le moment varie brutalement. Il en va donc de meˆme
pour la structure de bandes et le remplissage des e´lectrons d, qui sont responsables du
magne´tisme ( figure 2.13 a et b). Cela entraˆıne un changement de signe de la constante
d’anisotropie pour la meˆme distance inter-atomique que la transition HS/LS (figure 2.13 c
et d).
2.3.2 Moment orbital
Le couplage spin-orbite le`ve le blocage du moment orbital dans notre mode`le. On peut
alors le calculer en suivant la me´thode de´crite section 1.2.5.
En volume, il est ne´gligeable devant le moment de spin. Pour des raisons de syme´trie, il
est isotrope au premie`re ordre. Avec les parame`tres TBGGA, on trouve un moment orbital
ml = 0.066µB pour le fer BCC, en dec¸a` de la valeur expe´rimentale (ml = 0.08 − 0.09µB
[89]).
Quand on baisse la dimensionnalite´ du syste`me, le moment orbital subit le meˆme effet
que le moment de spin. Ainsi, comme on peut le voir sur la figure 2.14, le moment orbital
augmente a` la surface d’un cristal de fer BCC. Par exemple, dans le cas d’un empilement
de 15 couches (001) de fer BCC, on passe d’un moment orbital de 0.066µB sur la couche
centrale a` un moment orbital de 0.127µB en surface. Cette valeur est en excellent accord
avec les travaux de Eriksson et al. [79] dont les calculs LSDA ont re´ve´le´ un moment orbital
de 0.12µB a` la surface d’un empilement de 7 couches (001). On observe comme dans le
cas du moment de spin que l’augmentation du moment orbital est plus importante pour
la surface la moins compacte (001). En revanche, il tend plus rapidement vers sa valeur
de volume (a` partir de la troisie`me couche). De plus, a` cause de la brisure de syme´trie en
surface, le moment orbital n’est plus isotrope. Sa valeur absolue et sa direction de´pendent
de la direction du moment de spin. On a trace´ figure 2.14 la composante du moment
orbital selon la direction de l’aimantation (〈Lˆz′′〉) quand elle est perpendiculaire (θ = 0)
ou paralle`le (θ = π/2) a` la surface. Ce calcul re´ve`le une forte anisotropie du moment
orbital notamment pour la surface (001). Sa de´pendance en φ reste ne´gligeable. Quand on
s’enfonce dans le volume, on retrouve tre`s rapidement un moment orbital isotrope.
Nous avons enfin calcule´ le moment orbital dans un fil monoatomique a` l’e´quilibre
(d = 2.27A˚) quand la direction du moment de spin passe de θ = 0 a` θ = π/2. Pour des
raisons de syme´trie, il ne de´pend pas de l’angle φ. Les re´sultats sont reporte´s sur la figure








































































Fig. 2.13: Etude de la transition LS/HS dans le fil monoatomique de fer. a) Structure de bandes
avant et apre`s la transition. b) Remplissage des diffe´rentes bandes s et d en fonction
de la distance inter-atomique. c) Constante d’anisotropie en fonction de la distance
inter-atomique. d) Moment magne´tique en fonction de la distance inter-atomique.
Calcul TBLDA avec couplage spin-orbite.
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Fig. 2.14: Moment orbital a` la surface du fer en fonction de la couche (1 =surface, 8 =couche
centrale). Calculs re´alise´s pour une surface BCC (001) (trait plein) et une surface BCC
(110) (pointille´) et pour une direction de l’aimantation dans le plan de la surface (en
noir) ou normal au plan de la surface (en rouge). Calcul TBLDA.
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2.15. On observe que le moment orbital subit une augmentation bien plus importante qu’en
surface. Il atteint ainsi la valeur de 0.42µB quand le moment de spin est le long du fil. Son
anisotropie est elle aussi fortement renforce´e : ml(θ = π/2)−ml(θ = 0) = −0.22µB. On a
choisi de tracer sur la figure 2.15 la variation des composantes de ml selon les axes x
′′ et
z′′ de´finis par la direction du moment de spin. Leur de´pendance en θ peut facilement eˆtre
obtenue par un traitement perturbatif du couplage spin-orbite. Au premier ordre en ξ, on
montre qu’elles sont de la forme (cf. annexe D) :
〈Lˆx′′〉 = K1x′′ sin(2θ)
〈Lˆz′′〉 = K0z′′ +K1z′′ sin(θ)2.
(2.9)
Nos re´sultats montrent qu’effectivement, les composantes selon x′′ et z′′ du moment orbital


































Fig. 2.15: Moment orbital du fil monoatomique de fer en fonction de la direction du moment
de spin (θ). On a repre´sente´ la projection du moment orbital selon la direction du
moment de spin (z”) (en noir) et selon une direction perpendiculaire (x”) (en rouge).
Calcul TBLDA.
moment de spin est paralle`le (θ = 0) ou perpendiculaire (θ = π/2) au fil, le moment orbital
est paralle`le au moment de spin (〈Lˆx′′〉 = 0). Pour les autres valeurs de θ, le moment orbital
a tendance a` s’e´carter de la direction du moment de spin et a` s’approcher de la direction
du fil (〈Lˆx′′〉 < 0).
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2.3.3 Lien entre e´nergie d’anisotropie magne´tique et anisotropie
du moment orbital
Le traitement perturbatif du couplage spin-orbite re´ve`le l’existence, sous certaines
conditions, d’un lien de proportionnalite´ entre le moment orbital et l’e´nergie d’anisotropie
magne´tique [90, 91] (cf. annexe D) :
∆E(2)(θ, φ)−∆(2)E(0, 0) = −ξ
4
(〈Lˆz′′(θ, φ)〉 − 〈Lˆz′′(θ, φ)〉). (2.10)
Cette relation est valable quand le de´calage d’e´change des bandes up et down est grand
devant la largeur des bandes d et quand la bande d de spin up est comple`tement remplie.
Dans le fil a` l’e´quilibre, on a calcule´ une anisotropie e´nerge´tique de 3.3 meV (voir figure
2.12 ) et une anisotropie du moment orbital de (voir figure 2.15). Le rapport entre ces
deux quantite´s est e´gal a` −0.15 meV. La formule 2.10 est donc parfaitement respecte´e
(−ξ/4 = −0.06/4 = −0.15 meV). On pouvait s’y attendre puisque la polarisation de spin
est e´leve´e et les bandes d de spin up sont comple`tement sature´es (cf. structure de bandes,
fig. 2.11).
A des distances inter-atomiques plus faibles, quand on passe dans l’e´tat bas spin, les
conditions requises ne sont plus ve´rifie´es et la formule 2.10 ne fonctionne plus. On remarque
entre autre que le changement de signe de la constante d’anisotropie observe´ a` la transition
HS/LS ne s’accompagne pas d’un changement de signe de l’anisotropie du moment orbital.
Conclusion
Au cours de ce chapitre, nous avons e´tudie´ les proprie´te´s magne´tiques du fer en fonction
de la dimensionnalite´ du syste`me a` l’aide du mode`le TBStoner pre´sente´ au chapitre 1. La
comparaison avec des calculs ab initio a prouve´ que ce mode`le de´crivait parfaitement le
magne´tisme de spin du fer et qu’il reproduisait les proprie´te´s d’anisotropie magne´tique et
de magne´tisme orbital calcule´es en LSDA. Ce chapitre a par ailleurs permis de mettre a`
jour les effets de la nanostructuration du fer sur ses proprie´te´s magne´tiques (augmentation
du moment et de l’anisotropie).

CHAPITRE3
Les effets de polarisation orbitale
Dans ce chapitre, nous montrons que le mode`le de Stoner n’est pas suffisant pour de´-
crire des syste`mes magne´tiques de basse dimensionalite´ et qu’il est ne´cessaire de re´aliser
un traitement plus complet des interactions inter-e´lectroniques pour de´crire les effets de
polarisation orbitale qui y apparaissent. Apre`s avoir pose´ le proble`me, nous montrons com-
ment un traitement Hartree-Fock permet d’obtenir une bonne description des interactions
e´lectroniques intra-atomiques, puis nous appliquons cette me´thode a` l’e´tude du fer dans des
syste`mes de diffe´rentes dimensionnalite´s.
3.1 La polarisation orbitale
3.1.1 Le moment orbital dans les mode`les standards
Dans les mode`les standards utilise´s pour de´crire le magne´tisme a` partir de la structure
de bandes ( DFT dans l’approximation de la densite´ de spin localise´e (LSDA), ou mode`le
TBStoner pre´sente´ au chapitre pre´ce´dent), l’interaction Coulombienne inter-e´lectronique
au sein d’un atome est moyenne´e sur les diffe´rentes orbitales. Les diffe´rents niveaux d’une
meˆme sous-couche sont mal reproduits, ce qui entraˆıne une mauvaise re´partition des e´lec-
trons entre les orbitales atomiques de nombres quantiques magne´tiques ml oppose´s. Les
moments orbitaux calcule´s sont alors trop petits compare´s a` l’expe´rience [83, 92]. Ces me´-
thodes restent ne´anmoins correctes lorsqu’on de´crit des me´taux de transition en volume ou`
les e´lectrons sont de´localise´s et ou` le moment orbital est bloque´.
Dans les nano-objets ou` dimensionnalite´ et coordinence sont re´duites, l’influence de
l’interaction Coulombienne intra-atomique devient importante. On s’attend alors a` voir une
augmentation du moment orbital qui tend vers sa valeur atomique. Cet effet a e´te´ observe´
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Fig. 3.1: Fils monoatomiques de cobalt sur une surface de platine. Le moment orbital mesure´
dans ces chaˆınes est bien supe´rieur au moment orbital de volume. Source : Gambardella
et al. [35].
expe´rimentalement par Gambardella et al. dans des nanostructures de cobalt de´pose´es sur
du platine. Des moments orbitaux de 0.68µB par atome ont e´te´ mesure´s dans des chaˆınes
d’atomes de cobalt de´pose´s sur les marches d’une surface (997) de platine (figure 3.1)[35] et
des moment orbitaux allant jusqu’a` 1.1µB ont e´te´ mesure´s sur des nanoparticules de cobalt
de´pose´es sur des surface (111) de platine [36]. Les mode`les standards ne peuvent de´crire
quantitativement ce phe´nome`ne de polarisation orbitale. Des calculs ab initio re´alise´s dans
l’approximation LSDA sur un syste`me e´quivalent fournissent un moment orbital d’un ordre
de grandeur infe´rieur (0.14µB) [93] a` l’expe´rience.
Le mode`le TBStoner ne de´crit donc pas correctement le magne´tisme orbital des syste`mes
de basse dimensionalite´. Or, dans les jonctions a` cassures de fer que nous souhaitons e´tudier,
les atomes au niveau du contact atomique ont une coordinence tre`s re´duite. et on s’attend a`
y observer un phe´nome`ne de polarisation orbitale. Si l’on veut avoir une bonne description
du magne´tisme de ce type de syste`me, il est alors ne´cessaire d’avoir un mode`le d’interaction
inter-e´lectronique, plus e´labore´ que le mode`le de Stoner, prenant en compte la de´pendance
orbitale de l’interaction Coulombienne.
3.1.2 Limite atomique et re`gles de Hund
Pour comprendre le lien entre l’interaction Coulombienne intra-atomique et le moment
orbital, il est inte´ressant de se placer dans le cas d’un atome isole´. La re´partition des
e´lectrons dans les diffe´rentes orbitales de la sous couche de valence est alors donne´e par le
principe de Pauli et par les trois re`gles de Hund. Un e´tat est de´crit par les trois nombres
quantiques S,L et J , indiquant qu’il est un e´tat propre des ope´rateurs de moments totaux




ml +2 +1 0 -1 -2
ms ↑↓ ↑ ↑ ↑ ↑
Fig. 3.2: Re´partition des e´lectrons dans les diffe´rentes orbitales de valence d’un atome de fer a`
l’e´tat fondamental, selon les re`gles de Hund.
S
2, L2 et J 2 = (L + S)2 avec les valeurs propres S(S + 1), L(L + 1) et J(J + 1),
respectivement. Les valeurs de S, L et J correspondant a` l’e´tat de plus basse e´nergie sont
fournis par les re`gles de Hund :
Re`gle 1 Pour une configuration e´lectronique donne´e, l’e´tat le plus stable est celui de spin
S maximal.
Re`gle 2 Pour un S donne´, l’e´tat le plus stable est celui de moment orbital L maximal.
Re`gle 3 Pour S et L donne´, l’e´tat de plus basse e´nergie est celui :
– de plus petit moment angulaire total J dans le cas d’une sous couche moins que
demi remplie (J = |L− S|),
– de J maximal dans le cas d’une sous couche plus que demi remplie (J = L+ S).
Ces re`gles empiriques fournissent en ge´ne´ral la configuration qui minimise l’interaction de
Coulomb entre les e´lectrons. Ainsi, pour le fer, de configuration e´lectronique 4s23d6, l’e´tat
stable est l’e´tat de moment de spin S = 2, de moment orbital L = 2 et de moment angulaire
total J = 4 (voir figure 3.2). Cette e´tat correspond au terme spectral 2S+1LJ =
5 D4.
Dans le mode`le TBStoner pre´sente´ au chapitre pre´ce´dent, le potentiel de Stoner assure
la satisfaction de la premie`re re`gle et le couplage spin orbite celle de la troisie`me, mais rien
ne favorise la deuxie`me re`gle de Hund. Le mode`le TBStoner ne de´crit pas correctement
le moment orbital dans un atome seul et donc par extension dans les syste`mes de basse
dimensionnalite´ ou` l’on tend vers la limite atomique.
3.2 L’approximation de Hartree-Fock
3.2.1 Formulation
Pour de´crire correctement la re´partition des e´lectrons dans les orbitales de valence, il
est ne´cessaire d’avoir une bonne description de l’interaction Coulombienne intra-atomique
responsable des re`gles de Hund dans le cas de l’atome isole´. Pour cela, on de´cide de prendre
en compte dans notre mode`le les termes intra-atomiques issus du de´couplage Hartree-Fock
de l’ope´rateur a` deux corps d’interaction Coulombienne. Cette approche est similaire aux
mode`les ab initio LSDA+U [94].
Notons que l’interaction Coulombienne contient aussi des termes inter-atomiques. Sous
l’effet de cette interaction entre e´lectrons sur des atomes diffe´rents, on observe par exemple
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dans les me´taux de transition que les bandes d de spin minoritaires sont plus larges que
les bandes de spin majoritaires [95]. Dans notre mode`le, on se contente de de´crire la partie
intra-atomique de l’interaction Coulombienne qui entraˆıne uniquement une renormalisation
des diffe´rents termes intra-atomiques inter-orbitaux. Une bonne description de ces termes
suffit en ge´ne´ral pour obtenir des niveaux e´lectroniques corrects et une bonne re´partition
des e´lectrons entre les diffe´rentes orbitales. Par ailleurs, on ne conside`re que l’interaction
Coulombienne entre les e´lectrons d, qui sont les plus localise´s et qui sont les principaux
responsables du magne´tisme dans les me´taux de transition.
Le de´couplage Hartree-Fock
En unite´s atomiques, l’interaction Coulombienne entre deux e´lectrons est donne´e par
1
|r− r′| . (3.1)
On se place sur un atome dans la base de spin-orbitales d φλσ(r) (λ = dxy, dyz, dzx, dx2−y2 ,


























et c†λσ et cλσ sont respectivement les ope´rateurs cre´ation et annihilation dans la spin-orbitale
|λσ〉. Par orthogonalite´ de la base de spin, seules les inte´grales ou` σ = σ′′ et σ′ = σ′′′ sont
non nulles. Elles sont alors inde´pendantes de σ et σ′, c’est pourquoi on peut omettre les
indices de spin dans l’e´quation 3.3.
L’hamiltonien d’interaction coulombienne est un ope´rateur d’interaction a` deux corps.
Pour l’inclure dans notre Hamiltonien mono-e´lectronique, on re´alise un de´couplage Hartree-
Fock. Il s’agit d’une approximation de champ moyen : on suppose que l’ope´rateur c†λcµ reste
proche de sa valeur moyenne 〈c†λcµ〉. Les effets de corre´lation e´lectronique sont ne´glige´s. On
peut montrer alors que :
c†λσc
†
µσ′cησ′cνσ ≃〈c†λσcνσ〉c†µσ′cησ′ + 〈c†µσ′cησ′〉c†λσcνσ
− 〈c†λσcησ′〉c†µσ′cνσ − 〈c†µσ′cνσ〉c†λσcησ′
(3.4)
On utilise cette approximation dans la formule 3.2. En jouant sur les indices muets de la





Uλµνη〈c†λσcνσ〉c†µσ′cησ′ − Uλµνη〈c†λσcησ′〉c†µσ′cνσ (3.5)
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Matrice d’interaction
L’hamiltonien d’interaction a maintenant la forme d’un hamiltonien mono-e´lectronique







Uλµνη(〈c†iλσciνσ〉+ 〈c†iλ−σciν−σ〉)δσσ′ − Uλµην〈c†iλσciνσ′〉 (3.6)
Dans la base LF, non-orthogonale, les moyennes 〈c†iλσciµσ′〉 se calculent a` partir des termes









On inclut l’interaction inter-e´lectronique a` notre mode`le liaisons fortes en ajoutant cette
matrice, sur chaque atome, a` la partie intra-atomique de l’hamiltonien total :
[H]σσ
′
iλ,jµ = [HLF]iλ,jµδσσ′ + [Hint]
σσ′
iλ,iµδij. (3.8)
Une partie des interactions e´lectroniques est de´ja` incluse dans l’hamiltonien de liaisons
fortes non-magne´tique. Les parame`tres de liaisons fortes sont en effet issus de calculs LDA
ou GGA. On s’attend a` ce que le mode`le liaisons fortes reproduise correctement les interac-
tions e´lectroniques quand la population de chaque orbitale d est e´gale a` sa valeur moyenne
(nd/10). Pour que ces interactions ne soient pas prises en compte deux fois, on retire de
notre Hamiltonien la matrice Hartree-Fock correspondant a` cet e´tat moyen. La matrice
Hint est alors remplace´e par la matrice :
∆Hint = Hint −H0int (3.9)
ou`H0int est la matrice d’interaction obtenue pour une densite´ de charge diagonale e´galement





Cette approche est notamment utilise´e en DFT dans la the´orie LDA+U [96].
Le couplage spin-orbite (HSO) et la condition de neutralite´ locale (HNL) sont aussi pris
en compte. L’hamiltonien total est alors :
H = HLF +HNL +∆Hint +HSO (3.11)
On appellera par la suite TBHF ce mode`le de structure e´lectronique.
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Autocohe´rence
Pour calculer la matrice Hint, on doit connaˆıtre la matrice densite´ intra-atomique nette
et les inte´grales de Coulomb Uλµνη. Ces dernie`res sont des parame`tres a` de´terminer. Les
e´le´ments de matrice de la matrice densite´ 〈c†iλσciµσ′〉 sont obtenus de manie`re auto-cohe´rente
par une me´thode ite´rative. Pour initialiser les ite´rations, on pose sur chaque atome i une
charge nd0 et un moment de spinmi0. On suppose que la densite´ de charge est diagonale en
λµ et que les e´lectrons sont re´partis e´galement entre les diffe´rentes orbitales d de manie`re
a` reproduire la densite´ de spin sur chaque atome i, induite par la charge et le moment


















Notons que le moment de spin de de´part peut avoir une direction quelconque et que par
conse´quent, la matrice densite´ de de´part n’est pas force´ment diagonale par rapport aux
coordonne´es de spin.
Apre`s diagonalisation de l’hamiltonien, la matrice densite´ intra-atomique est calcule´e a`











Le me´lange d’une ite´ration a` l’autre (cf. annexe B) s’effectue sur l’ensemble des termes
intra-atomiques de la matrice densite´.
L’e´tat de de´part est tre`s syme´trique : tous les termes croise´s du type 〈c†iλσciµσ′〉 avec
λ 6= µ sont nuls. Dans nos calculs, cette syme´trie est brise´e par le terme de spin-orbite qui
couple des orbitales de caracte`res diffe´rents.
Double comptage
Comme dans le cas du mode`le TBStoner, l’ajout d’un Hamiltonien d’interaction e´lectron-
e´lectron entraˆıne un double-comptage des interactions lors du calcul de l’e´nergie totale du
syste`me. On corrige cet effet en retirant un terme de double comptage a` la somme des
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3.2.2 Les inte´grales de Coulomb intra-atomique
Pour de´crire l’hamiltonien d’interaction inter-e´lectronique, on doit connaˆıtre les dif-
fe´rentes inte´grales Uλµνη. Dans le cas d’une base d’orbitales d, il a e´te´ montre´ que ces
inte´grales sont fonction des trois parame`tres de Racah A,B,C [97].
Dans la base d’harmoniques cubiques (orbitales re´elles), les inte´grales a` trois et quatre
orbitales sont toutes proportionnelles au parame`tre de Racah B [98]. Les inte´grales a` deux
orbitales non nulles sont de deux types :
– Les inte´grales de Coulomb : Uλµ = Uλµλµ,
– Les inte´grales d’e´change : Jλµ = Uλµµλ = Uλλµµ.
En fonction des trois parame`tresA,B,C, les inte´grales de Coulomb Uλµ sont donne´es
par [98] :
λ\µ dxy dyz dzx dx2−y2 dz2
dxy A+ 4B + 3C A− 2B + C A− 2B + C A+ 4B + C A− 4B + C
dyz A− 2B + C A+ 4B + 3C A− 2B + C A− 2B + C A+ 2B + C
dzx A− 2B + C A− 2B + C A+ 4B + 3C A− 2B + C A+ 2B + C
dx2−y2 A+ 4B + C A− 2B + C A− 2B + C A+ 4B + 3C A− 4B + C
dz2 A− 4B + C A+ 2B + C A+ 2B + C A− 4B + C A+ 4B + 3C
et les inte´grales d’e´change Jλµ sont donne´es par :
λ\µ dxy dyz dzx dx2−y2 dz2
dxy 3B + C 3B + C C 4B + C
dyz 3B + C 3B + C 3B + C B + C
dzx 3B + C 3B + C 3B + C B + C
dx2−y2 C 3B + C 3B + C 4B + C
dz2 4B + C B + C B + C 4B + C
La diffe´rence entre les e´le´ments de matrice non diagonaux des inte´grales de Coulomb
et d’e´change est uniquement proportionnelle au parame`tre de Racah B. On remarque par
ailleurs que la de´pendance en B des inte´grales d’e´change est proportionnelle a` celle des
inte´grales de Coulomb pour un meˆme couple d’orbitales λ 6= µ. La relation suivante est en
effet ve´rifie´e :
Jλµ = (Uλλ − Uλµ)/2. (3.15)
On choisit un autre jeu de parame`tres qui permet de simplifier la forme des inte´grales a`
deux orbitales. On de´finit U et J qui sont les valeurs moyennes des inte´grales de Coulomb
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En fonction des parame`tres U, J et B, les inte´grales de Coulomb Uλµ sont
λ\µ dxy dyz dzx dx2−y2 dz2
dxy U + 2J U −B U −B U + 5B U − 3B
dyz U −B U + 2J U −B U −B U + 3B
dzx U −B U −B U + 2J U −B U + 3B
dx2−y2 U + 5B U −B U −B U + 2J U − 3B
dz2 U − 3B U + 3B U + 3B U − 3B U + 2J
et les inte´grales d’e´change Jλµ sont
λ\µ dxy dyz dzx dx2−y2 dz2
dxy J +B/2 J +B/2 J − 5B/2 J + 3B/2
dyz J +B/2 J +B/2 J +B/2 J − 3B/2
dzx J +B/2 J +B/2 J +B/2 J − 3B/2
dx2−y2 J − 5B/2 J +B/2 J +B/2 J + 3B/2
dz2 J + 3B/2 J − 3B/2 J − 3B/2 J + 3B/2
En plus de simplifier la forme des diffe´rentes inte´grales a` deux orbitales, les parame`tres
U et J ont l’avantage d’avoir une signification physique plus facilement interpre´table que
les parame`tres de Racah A et C. U controˆle l’interaction Coulombienne et J les effets
d’e´change. Le parame`tre B controˆle quant a` lui la de´pendance orbitale des interactions
e´lectroniques.
La connaissance des parame`tres U, J et B nous permet donc de de´crire comple`tement
les interactions e´lectroniques intra-orbitales. Malheureusement leur calcul ou leur de´termi-
nation expe´rimentale est difficile. Il existe des relations qui permettent de simplifier leur
de´rivation. Dans le cas d’un atome isole´, le parame`tre U est bien plus grand que les para-
me`tres B et J . Dans un solide, a` cause de l’e´crantage, les parame`tres U, J,B sont infe´rieurs
au cas atomique. Dans les me´taux de transition, on s’attend ne´anmoins a` ce que l’e´crantage
affecte essentiellement l’inte´grale de Coulomb U qui est fortement diminue´e. On suppose
alors comme Solovyev [99] que, dans le fer,
U ≃ J. (3.17)
Dans le cas atomique, il a e´te´ de´montre´ que [99]
B = 0.14J. (3.18)
On suppose que l’e´crantage affecte peu ces deux parame`tres et que cette relation reste
ve´rifie´e en volume.
Graˆce aux relations 3.17 et 3.18, il ne reste alors qu’un seul parame`tre a` de´terminer.
3.2.3 Les approximations possibles
De l’approximation de Hartree-Fock au mode`le de Stoner
Il est possible en re´alisant quelques approximations supple´mentaires de passer du mode`le
Hartree-Fock que nous venons d’e´tablir au mode`le de Stoner pre´sente´ dans le chapitre 2
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[54, 84].
Tout d’abord, on suppose que la matrice densite´ est diagonale. Seuls les termes 〈c†iλσciλσ〉
sont non nuls. Ils correspondent aux charges nettes niλσ de´finies au chapitre 1. La formule






Uλµλη(niλσ + niλ−σ)− Uλµηλniλσ (3.19)
On suppose en plus que les populations des spin-orbitales d de meˆmes spins peuvent eˆtre
approche´es par leur valeur moyenne niσ = 1/5
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On peut montrer que les inte´grales Uλµνη avec trois indices identiques sont nulles et les






La matrice d’interaction est donc diagonale et en introduisant les inte´grales de Coulomb














(Nid + σMid), (3.23)
ou` Nid et Mid sont respectivement la charge totale et le moment total des e´lectrons d sur
l’atome i, et ou` σ vaut 1 pour les spins majoritaires et −1 pour les spins minoritaires. En













En sommant sur µ et en utilisant les tableaux d’inte´grales de Coulomb et d’e´change de la
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On reconnaˆıt, dans le deuxie`me terme, le potentiel de Stoner introduit section 1.2 avec un
parame`tre de Stoner I = (U + 6J)/5.
On a donc montre´ que le mode`le de Stoner est une approximation du mode`le Hartree-
Fock complet, obtenue en moyennant les interactions e´lectron-e´lectron a` l’inte´rieur d’une
meˆme sous-couche. Les conditions ne´cessaires a` cette approximation sont a` peu pre`s res-
pecte´es dans les me´taux de transition en volume. En effet, pour des raisons de syme´trie,
dans un cristal cubique, la matrice densite´ est diagonale et les diffe´rences de population
entre les niveaux t2g ((dxy, dyz, dzx) et eg (dx2−y2 , dz2) sont petites. Ce n’est plus le cas dans
des syste`mes a` la dimensionnalite´ re´duite et de basse syme´trie.
Comme dans le cas du mode`le Hartree-Fock, une partie de l’interaction e´lectronique
est incluse dans l’hamiltonien de liaisons fortes et on doit retirer un terme du type Hint
0 a`
l’hamiltonien total pour e´viter de la prendre deux fois en compte (cf. formule 3.9). Seul le
premier terme de l’e´quation 3.26 est modifie´ et devient :
Ueff(Nid −N0id) (3.27)
On reconnaˆıt le terme de neutralite´ locale introduit section 1.1.3, La condition de neutralite´
locale se justifie donc comme un effet lie´ a` l’interaction Coulombienne. Notons toutefois
que si l’on utilise un parame`tre Ueff physique (de l’ordre de 1eV dans le fer), le transfert
de charge calcule´ demeure trop important [54]. L’absence de transfert de charge dans les
me´taux n’est donc pas comple`tement de´crite par le mode`le Hartree-Fock. C’est pourquoi
meˆme dans le mode`le TBHF on ajoute un terme de pe´nalisation sur la charge avec une
inte´grale de Coulomb effective plus e´leve´e (typiquement de l’ordre de 5eV).
L’ansatz de la polarisation orbitale
Un des principaux de´fauts du mode`le TBStoner est qu’il sous-estime le moment orbital
et pour de´crire correctement la polarisation orbitale (PO) il est ne´cessaire d’utiliser un
mode`le d’interaction Hartree-Fock complet. Il est toutefois possible de rendre compte de
cet effet plus simplement en introduisant, a` la manie`re du mode`le de Stoner, un terme






ou` Li est l’ope´rateur de moment orbital sur l’atome i. Quand le moment orbital est selon




iλ,iµ = −B〈Lˆiz〉[Liz]λµ, (3.29)
ou` [Liz] est la matrice de l’ope´rateur de la projection du moment orbital sur l’axe z dans
une base d’orbitales d (voir annexe C). La polarisation orbitale est alors traite´e comme la
polarisation de spin dans le mode`le de Stoner et est entie`rement controˆle´e par le parame`tre
de Racah B.
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Cet ansatz a d’abord e´te´ propose´ par Brooks, dans le cadre de l’e´tude des actinides
[100]. Il a e´te´ utilise´ pour la premie`re fois par Eriksson et al. [101] pour le calcul de l’ani-
sotropie magne´tique et du moment orbital dans les me´taux de transition. Depuis il a e´te´
employe´ en comple´ment de la DFT pour l’e´tude du magne´tisme orbital en volume [83, 102],
en surface [103] ou dans des petits agre´gats [104]. Ces travaux ont montre´ que l’utilisation
de l’ansatz de polarisation orbitale ame´liorait conside´rablement l’accord entre calcul et
expe´rience[99]. Ne´anmoins, sa justification the´orique reste controverse´e. Solovyev a ainsi
de´montre´ que ce terme ne pouvait se de´river analytiquement a` partir de l’hamiltonien
Hartree-Fock [105]. Il s’agit d’un terme purement phe´nome´nologique. Nos calculs ont mon-
tre´ qu’un mode`le TBStoner+PO ne permet pas de de´crire correctement le moment orbital
et l’anisotropie du fil monoatomique, en particulier quand le moment de spin n’est pas
sature´, dans l’e´tat de bas spin LS de´fini au chapitre 2 [106, 107]. Il fournit par ailleurs
des structures de bandes diffe´rentes de celle obtenues par le mode`le TBHF. C’est pour-
quoi nous avons pre´fe´re´ utiliser un traitement complet des interactions e´lectron-e´lectron
intra-atomiques dans l’approximation de Hartree-Fock pour rendre compte de l’interaction
e´lectron-e´lectron.
3.3 Application au fer : du volume au fil
Pour tester le mode`le TBHF que nous venons de de´crire, nous avons repris l’e´tude des
proprie´te´s magne´tiques du fer en fonction de la dimensionalite´ du syste`me. La comparaison
des mode`les TBStoner et TBHF re´ve`le alors les ame´liorations apporte´es par l’utilisation
du Hamiltonien Hartree-Fock complet.
3.3.1 De´termination des parame`tres U ,J et B
Tout d’abord, nous devons de´river les trois parame`tres U ,J et B correspondant au fer.
Pour de´terminer l’inte´grale de Coulomb U et l’inte´grale d’e´change J du fer, on se base sur le
fait que, en volume, le mode`le de Stoner de´crit correctement les interactions e´lectroniques.
Le parame`tre de Stoner I = 1.0eV, de´termine´ au chapitre pre´ce´dent dans le cadre du
mode`le TBStoner, reste donc correct. Comme on a vu par ailleurs que U ≃ J (formule
3.17) et I = (U + 6J)/5 (formule 3.25) , on en de´duit :
U = J = 0.7eV. (3.30)
D’apre`s la formule 3.18, le parame`tre de Racah est alors
B = 0.14J = 0.1eV. (3.31)
Notons que de nombreuses approximations ont e´te´ ne´cessaires pour obtenir ces trois
parame`tres. Leur de´termination demeure l’une des principales sources d’impre´cision du
mode`le d’interaction Hartree-Fock et est un point faible des me´thodes LDA+U.
Tous les calculs incluent le couplage spin-orbite (ξ = 0.06eV).
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3.3.2 Etude du fer en volume
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Fig. 3.3: Moment de spin (a) et orbital (b) d’un cristal de fer BCC en fonction du parame`tre de
maille. Comparaison des mode`les TBStoner (en noir) et TBHF (en rouge). Parame`tres
TBGGA.
Sur la figure 3.3 on a trace´ les moments de spin et orbitaux obtenus avec les mode`les
TBStoner et TBHF pour un cristal de fer BCC. On observe tout d’abord que le moment de
spin est tre`s peu modifie´ par l’utilisation du mode`le Hartree-Fock. A l’e´quilibre on trouve
par exemple un moment de spin de 2.34µB avec le mode`le de Stoner contre un moment de
spin de 2.39µB avec le mode`le Hartree-Fock. De manie`re ge´ne´rale ce mode`le modifie peu
le moment de spin.
L’effet du mode`le TBHF est bien plus visible sur la courbe de moment orbital. Il est
en effet connu que les mode`les standards de calculs de structure e´lectronique (type LSDA
+ couplage spin-orbite) sous-estiment le moment orbital du fer en volume [83, 92]. Il est
fortement renforce´ par le mode`le TBHF (figure 3.3) et on trouve a` l’e´quilibre un moment
orbital de 0.088µB en tre`s bon accord aussi bien avec l’expe´rience [89] qu’avec les travaux
the´oriques utilisant un ansatz de polarisation orbitale [102].
3.3.3 Etude des surfaces (001) et (110)
Comme nous l’avons remarque´ au chapitre pre´ce´dent, le moment orbital est exacerbe´
en surface. Cet effet est renforce´ par l’utilisation du mode`le Hartree-Fock (voir figure 3.4).
Par exemple sur la surface (001), pour une aimantation perpendiculaire a` la surface, le
moment orbital passe de 0.066µB en volume a` 0.13µB en surface dans le mode`le TBStoner,
3.3. APPLICATION AU FER : DU VOLUME AU FIL 79





























Fig. 3.4: Moment orbital dans un empilement de 11 plans atomiques (a) (001) et (b) (110) de
fer en fonction du plan atomique (1 = plan de surface, 6 = plan central) et pour un
moment de spin perpendiculaire (θ = 0, en noir) ou paralle`le (θ = pi/2, en rouge) a`
la surface. Comparaison des mode`les TBStoner (pointille´s) et TBHF (traits pleins).
Parame`tres TBGGA.
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et de 0.088µB a` 0.21µB dans le mode`le TBHF. Ainsi le moment orbital est multiplie´ par
2.40 en surface avec le mode`le TBHF quand il est a` peine multiplie´ par 2 avec le mode`le
TBStoner.
La polarisation orbitale est donc fortement amplifie´e a` la surface : on observe une
augmentation du moment orbital de 63% entre les mode`le TBStoner et TBHF sur le plan
de surface ; cette augmentation n’est que de 33% en volume. Le moment orbital suit la
meˆme tendance ge´ne´rale sur la surface (110), bien que l’effet ne soit pas aussi prononce´ :
la surface (110) est plus compacte que la surface (001) et les effets lie´s a` la baisse de
dimensionnalite´ y sont donc moins importants.
On observe finalement comme au chapitre pre´ce´dent que le moment orbital en surface
est fortement anisotrope : il de´pend de l’orientation du moment de spin. On a trace´ sur la
figure 3.4 le moment orbital pour une aimantation perpendiculaire (θ = 0) ou paralle`le a`
la surface (θ = π/2). Cet effet d’anisotropie est identique dans les 2 mode`les e´tudie´s : le
moment orbital a` la surface est plus fort quand θ = 0 sur la surface (001), alors qu’il est
plus fort quand θ = π/2 dans le cas de la surface (110). Dans les deux cas la de´pendance
du moment orbital avec l’orientation dans le plan (angle φ) est ne´gligeable.
3.3.4 Etude du fil monoatomique
Dans le cas du fil monoatomique, on s’attend a` une accentuation des effets de polari-
sation orbitale. Pour bien mettre en e´vidence la re´partition des niveaux d induite par le
mode`le TBHF, on a trace´ les structures de bandes du fil obtenues avec le mode`le de Sto-
ner et le mode`le Hartree-Fock pour une aimantation paralle`le (θ = 0) ou perpendiculaire
(θ = π/2) au fil (3.5). Les calculs sont effectue´s pour une distance inter-atomique de 2.15A˚,
qui est la distance inter-atomique d’e´quilibre obtenue avec les parame`tres TBLDA pour les
deux mode`les.
Tout d’abord on observe que lorsque le moment de spin est perpendiculaire au fil, les
structures de bandes obtenues dans les deux mode`les sont tre`s proches. Seules les leve´es de
de´ge´ne´rescence qui apparaissent aux croisements de certaines bandes sont renforce´es dans
l’approche TBHF. Quand l’aimantation est le long du fil, les effets de polarisation orbitale
sont bien plus visibles. Le de´calage rigide des bandes π et δ qui e´tait respectivement de ξ
et 2ξ dans le mode`le TBStoner avec spin-orbite est fortement renforce´ pour les bandes π et
δ de spin minoritaire dans l’approche Hartree-Fock. On mesure ainsi un de´calage de 0.4eV
pour la bande π ↓ et de pre`s de 0.6eV pour la bande δ ↓. Une e´tude plus pre´cise des e´tats
propres δ et π re´ve`lent qu’ils ont principalement un caracte`re d’harmonique sphe´rique,
avec donc un nombre quantique magne´tique ml bien de´fini (ml = ±1 pour les bandes π
et ml = ±2 pour les bandes δ). Quand θ = π/2, les bandes δ etπ ont principalement un
caracte`re d’harmonique cubique (dxy,dx2−y2 ,dyz,dzx), ce qui explique l’effet de polarisation
orbitale moins important constate´ dans ce cas.
A la vue de ces structures de bandes, on s’attend a` avoir une augmentation importante
de l’anisotropie magne´tique et du moment orbital dans l’approche Hartree-Fock, notam-
ment quand θ = 0. Nous avons calcule´ ces deux quantite´s en fonction de la direction du
moment de spin, fixe´e au cours du calcul graˆce a` la me´thode de pe´nalisation. Les re´sultats





















































Fig. 3.5: Structure de bandes du fil monoatomique de fer pour un moment de spin paralle`le
(θ = 0) ou perpendiculaire (θ = pi/2) au fil. Comparaison des mode`les TBStoner et
TBHF. Parame`tres TBLDA.


























































Fig. 3.6: Moment orbital et e´nergie d’anisotropie magne´tique du fil monoatomique de fer en
fonction de la direction du moment de spin (θ) a` la distance inter-atomique d’e´quilibre
(d = 2.15A˚). Mode`le TBHF, parame`tres TBLDA.
sont reporte´s sur la figure 3.6. En θ = 0, le moment orbital est tre`s fort. On trouve une
valeur de 1.09µB , a` comparer au 0.42µB obtenu avec le mode`le de Stoner. Il n’est alors plus
du tout ne´gligeable devant le moment de spin (3.22µB). Ces re´sultats sont du meˆme ordre
de grandeur que ceux mesure´s par Gambardella et al. dans des chaˆınes monoatomiques
de cobalt sur platine (0.68µB [35]). En θ = π/2, l’effet de polarisation orbitale est bien
moins important. On trouve un moment orbital de 0.23µB avec le mode`le TBHF, contre
0.20µB avec TBStoner. On remarque par ailleurs qu’il existe deux solutions magne´tiques
distinctes S1 et S2 avec une transition abrupte a θ = 85◦. Ces deux e´tats se diffe´ren-
cient principalement par la direction et la valeur absolue du moment orbital. Dans l’e´tat
S1, il tend a` s’aligner dans la direction du fil, dans l’e´tat S2, il tend vers une direction
perpendiculaire au fil. L’e´nergie d’anisotropie magne´tique atteint des valeurs relativement
importantes (preˆt de 25 meV entre les e´tats S1 a` θ = 0 et S2 a` θ = π/2). La relation 2.10
propose´e par Bruno [91] qui reliait moment orbital et e´nergie d’anisotropie dans les calculs
TBStoner+SO n’est plus ve´rifie´e, puisque dans le mode`le TBHF, ces deux quantite´s ne
sont plus proportionnelles a` ξ et ξ2, respectivement.
Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons pre´sente´ le mode`le TBHF dans lequel les interactions
e´lectron-e´lectron sont traite´es de manie`re plus comple`te que dans le mode`le TBStoner
graˆce a` un Hamiltonien issu du de´couplage Hartree-Fock de l’ope´rateur d’interaction Cou-
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lombienne intra-atomique. Dans ce mode`le, l’hamiltonien total est de la forme :
H = HLF +HNL +HHF +HSO (3.32)
ou` HLF est l’hamiltonien de liaisons fortes, HNL, le terme de pe´nalisation sur la charge
assurant la neutralite´ locale, HHF, l’hamiltonien Hartree-Fock d’interaction e´lectronique
intra-atomique, et HSO, la terme de couplage spin-orbite. Il fournit une bonne description
du magne´tisme de spin et du magne´tisme orbital dans le fer. Il reproduit notamment les
effets de polarisation orbitale pre´sents dans les syste`mes de basse dimensionalite´. Nous
verrons par la suite que cet effet a des conse´quences importantes sur les proprie´te´s de




Dans ce chapitre, nous pre´sentons la me´thode que nous avons utilise´e pour calculer les
proprie´te´s de transport e´lectronique dans les contacts atomiques. Apre`s un bref rappel sur les
diffe´rents re´gimes de transport e´lectronique, nous introduisons le formalisme de Landauer.
Nous montrons ensuite comment le calcul est imple´mente´ dans la pratique. Enfin nous
illustrons cette me´thode par quelques exemples simples.
4.1 Re´gime diffusif ou balistique ?
Au niveau microscopique, la re´sistivite´ est due a` la diffusion des e´lectrons par les de´fauts
du syste`me. Les processus de diffusion qui entrent en jeu peuvent eˆtre aussi bien e´lastiques
(collision) qu’ine´lastiques (interaction e´lectron-phonon). Il s’agit du re´gime de conduction





ou` n est la densite´ des e´lectrons et τ est le temps de relaxation. τ est lie´ au libre parcours
moyen des e´lectrons ℓlpm par la relation ℓlpm = vτ , v e´tant la vitesse des e´lectrons. La







Quand la taille caracte´ristique du conducteur L est infe´rieure au libre parcours moyen
des e´lectrons, le transport est balistique. Les e´lectrons traversent le syste`me sans eˆtre
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Fig. 4.1: Formalisme de Landauer
diffuse´s. La conductance est toutefois limite´e par le nombre de canaux de transmission
disponibles. Elle est donne´e par la formule
G = NG0, (4.3)
ou` N est le nombre de canaux de conduction et G0 = e2h est le quantum de conductance.
Par ailleurs, dans ce re´gime, la fonction d’onde des e´lectrons reste cohe´rente et on voit
apparaˆıtre des phe´nome`nes quantiques. Les proprie´te´s de transport diffe`rent alors fortement
des proprie´te´s de transport diffusif.
Dans un contact atomique, on ne peut de´finir de libre parcours moyen des e´lectrons.
En effet, le libre parcours moyen rend compte de la re´partition des de´fauts dans un cristal
3D. Dans un contact atomique, la section du conducteur varie. En plus de la diffusion
par les de´fauts du cristal, les e´lectrons subissent de nombreuses re´flexions aux bords du
conducteur. Toutefois la taille du syste`me est bien infe´rieure a` la longueur de cohe´rence
de phase. La fonction d’onde des e´lectrons est donc cohe´rente. Pour de´crire le transport
e´lectronique dans ce re´gime, on utilise le formalisme de´veloppe´ par Landauer [37]. Les
proprie´te´s e´lectroniques sont obtenues a` l’aide d’un traitement quantique de la diffusion
de la fonction d’onde par le syste`me. Pour une description de´taille´e de cette me´thode, on
pourra se reporter aux livres de Datta [108, 109].
4.2 Formalisme de Landauer
4.2.1 Mode´lisation du syste`me
On suppose qu’un conducteur (C) est connecte´ a` deux re´servoirs d’e´lectrons par le biais
de deux e´lectrodes parfaites (L et R). On choisit l’axe z comme direction de propagation
du courant. On ne pre´cise pas pour le moment la forme exacte du conducteur. On suppose
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juste que l’ensemble des processus de diffusion qui ont lieu a` l’interface avec les e´lectrodes
ou au sein du conducteur sont e´lastiques.
Les deux re´servoirs sont suppose´s a` l’e´quilibre avec des potentiels chimiques diffe´rents
µL et µR. La proportion d’e´lectrons pre´sents a` l’e´nergie E dans un re´servoir est donne´e
par la fonction de Fermi f(E − µ). A l’e´quilibre, µL = µR = EF , ou` EF est le niveau de
Fermi du syste`me total. Quand on applique une diffe´rence de potentiel V entre les deux
re´servoirs, on de´cale l’e´nergie de leurs e´lectrons respectifs d’une e´nergie eV et on a alors
µL − µR = eV . On suppose par ailleurs qu’aucune re´flexion n’a lieu a` l’interface entre
un re´servoir et l’e´lectrode a` laquelle il est connecte´. Ainsi une onde incidente ne sera pas
re´fle´chie dans l’e´lectrode et les deux re´servoirs sont totalement inde´pendants.
Les e´lectrodes qui connectent les re´servoirs au conducteur sont suppose´es parfaites,
semi-infinies et pe´riodiques selon la direction de propagation de propagation z. On note
ℓ la pe´riode d’une e´lectrode selon cette direction. L’ensemble des modes e´lectroniques se
propageant dans une e´lectrode est l’ensemble des ondes de Bloch de vecteur d’onde k du
cristal correspondant. On note k la composante du vecteur d’onde selon la direction de
propagation du courant z et k// la composante du vecteur d’onde dans le plan orthogonal
a` z. On posera par la suite k > 0 et on indiquera par +k et −k les vecteurs d’ondes
correspondant a` des modes se propageant respectivement vers la droite et vers la gauche.
Si la section de l’e´lectrode est finie, le nombre de modes propagatifs p est fini et leur
e´nergie en fonction de k est donne´e par la relation de dispersion E(p)(k). Si les e´lectrodes
sont de section infinie mais pe´riodique, pour un vecteur k// donne´, le nombre de modes
propagatifs p est fini et leur e´nergie en fonction du vecteur d’onde k est donne´e par la
relation de dispersion E(p)(k// + kez).
4.2.2 Probabilite´ de transmission
On suppose que l’ensemble des processus diffusifs dans le conducteur sont e´lastiques. Un
e´lectron d’e´nergie E venant de la gauche (k > 0) sera diffuse´ par le conducteur dans e´tat
de meˆme e´nergie de l’une des deux e´lectrodes. Ainsi une onde incidente p dans l’e´lectrode
de gauche de vecteur d’onde k > 0 et d’e´nergie E sera re´fle´chie par le conducteur dans les
modes de meˆme e´nergie mais de vecteur d’onde ne´gatif de l’e´lectrode de gauche et transmis














ou` rpq(E) et tpq(E) sont les amplitudes de probabilite´ respectivement de re´flexion et de
transmission du mode p vers le mode q (voir figure 4.1). Elles de´pendent de la nature du
conducteur, du couplage entre les e´lectrodes et le conducteur et de la diffe´rence de potentiel
V .
La probabilite´, pour un e´lectron d’e´nergie E, de passer du canal p de l’e´lectrode de
gauche au canal q de l’e´lectrode de droite est alors donne´e par le module au carre´ de
l’amplitude de probabilite´ de transmission :
Tpq(E) = |tpq(E)|2 (4.5)
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La densite´ de courant porte´e par le mode propagatif p dans une des e´lectrodes est relie´











ou` ℓ est la longueur de pe´riodicite´ de l’e´lectrode.
Le re´servoir de gauche injecte des e´lectrons dans l’e´lectrode de gauche. Le nombre
d’e´lectrons d’e´nergie E disponible dans le re´servoir de gauche est donne´ par la fonction
de Fermi f(E − µL). La densite´ de courant effectivement pre´sente dans un mode p de
l’e´lectrode de gauche est alors :
j
(p)
L (k) = f(E
(p)(k)− µL)j(p)(k). (4.9)
Seule une partie de cette densite´ de courant est transmise a` travers le conducteur. Ainsi,
la densite´ de courant dans l’e´lectrode de droite issue du mode p de l’e´lectrode de gauche a`
l’e´nergie E est donne´ par :





Le courant total passant de l’e´lectrode de gauche a` l’e´lectrode de droite s’obtient en
sommant l’ensemble des contribution de chaque bande et de chaque vecteur d’onde de




















ou` on a remplace´ la somme sur k par une inte´grale, en prenant en compte la densite´ d’e´tats
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On remplace la variable d’inte´gration k par l’e´nergie E. Ce changement de variable fait














f(E − µL)TL→R(E)dE (4.13)
ou` TL→R(E) est la transmission totale de´finie par la formule 4.7.
On obtient le courant se propageant de la droite vers la gauche en inversant les lettres






f(E − µR)TR→L(E)dE (4.14)
Le courant total est la diffe´rence entre le flux d’e´lectrons venant de gauche et le flux






(TL→R(E)f(E − µL)− TR→L(E)f(E − µR)) dE (4.15)
Quand la diffe´rence de potentiel est nulle, µL = µR et le courant doit eˆtre nul. On en de´duit






T (E) (f(E − µL)− f(E − µR)) dE. (4.16)
A tempe´rature nulle, la fonction de Fermi devient un cre´neau : f(E − µ) = 1 si E ≤ µ
et f(E − µ) = 0 si E > µ. On peut donc re´duire l’intervalle d’inte´gration a` [µR, µL] et le







On de´finit, a` partir des amplitudes probabilite´ de transmission tpq(E), la matrice carre´e







La transmission totale T (E) est alors simplement la trace de cette matrice :
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4.2.4 Re´ponse line´aire
La diffe´rence entre le potentiel chimique des e´lectrodes de gauche et de droite est lie´e a`
la tension e´lectrique applique´e (µL − µR = eV ). Quand V tend vers ze´ro, l’inte´grale peut




T (EF )V, (4.20)
ou` EF est le niveau de Fermi du syste`me a` l’e´quilibre, c’est a` dire quand V = 0
+, soit
µL = µR = EF . Ce re´gime correspond a` la re´ponse line´aire du conducteur. Dans les
expe´riences de transport e´lectronique que nous souhaitons e´tudier, les courants utilise´s




est le quantum de conductance que l’on notera G0 par la suite. Dans le cas
d’un syste`me non magne´tique, chaque mode propagatif contient 2 e´lectrons. Le quantum
de conductance est alors 2e
2
h
. La conductance est donne´e par le rapport entre I et V :
G = I
V
= G0T (EF ). (4.21)
4.3 Me´thode des fonctions de Green
La transmission T (E) est la quantite´ centrale du formalisme de Landauer. Dans cette
section, nous montrerons comment elle peut eˆtre calcule´e a` partir des fonctions de Green
avance´es et retarde´es du syste`me.
4.3.1 De´coupage du syste`me
Comme dans la section pre´ce´dente, on divise le syste`me en trois parties : l’e´lectrode
de gauche (L), le conducteur (C) et l’e´lectrode de droite (R) (voir figure 4.2). La matrice
de l’hamiltonien dans la base localise´e peut eˆtre de´coupe´e en blocs correspondant a` ces
diffe´rentes parties :
H =
 HL HLC HLRHCL HC HCR
HRL HRC HR.
 (4.22)
On choisit la partie centrale suffisamment grande pour qu’il n’y ait aucun couplage entre
les deux e´lectrodes. On a donc HRL = HLR = 0. Par ailleurs, l’hamiltonien du syste`me
est hermitique, ce qui implique HCL = HLC
† et HCR = HRC
†. La matrice H est donc de
la forme :
H =









Fig. 4.2: De´coupage du syste`me
Le bloc HC est de taille finie puisque le conducteur contient un nombre fini d’atomes. Il
est de taille NC ×NC ou` NC est le nombre de spin-orbitales pre´sentes dans le conducteurs.
Les blocs HL et HR sont infinis puisqu’ils correspondent aux deux e´lectrodes infinies.
Les blocs HLC et HRC qui couplent le conducteur aux e´lectrodes sont de taille ∞ ×
NC . Ne´anmoins, dans notre mode`le, la porte´e des interactions est limite´e par le rayon de
coupure Rc et seul un nombre fini d’atomes dans les e´lectrodes sont couple´s a` des atomes
du conducteur. Les blocs HLC et HRC contiennent donc un nombre fini d’e´le´ments non
nuls.
La matrice de recouvrement peut se de´couper de la meˆme manie`re :
S =




4.3.2 Fonction de Green
La matrice G˜(E) repre´sentant la fonction de Green retarde´e du syste`me est de´finie par
l’e´quation matricielle 1.69 :
G˜(E) = (E+S−H)−1. (4.25)
ou` S est la matrice de recouvrement et E+ = limη→0E + iη. Dans la pratique, on ajoute
une petite partie imaginaire η > 0 a` l’e´nergie E pour calculer la fonction de Green et dans
la suite, on omettra l’exposant +. La matrice G˜(E) peut elle aussi se de´couper en blocs.
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 G˜L(E) G˜LC(E) G˜LR(E)G˜CL(E) G˜C(E) G˜CR(E)
G˜RL(E) G˜RC(E) G˜R(E)
 =
 IL 0 00 IC 0
0 0 IR
 (4.26)
Cette e´quation matricielle peut eˆtre re´solue pour chaque matrice bloc. Pour la fonction de
Green du conducteur, on obtient :
G˜C(E) = (ESC −HC −ΣL(E)−ΣR(E))−1 (4.27)
ou` on a introduit les self-energies ΣL(E) et ΣR(E) qui de´crivent l’influence des e´lectrodes
de gauche et de droite sur la structure e´lectronique de la partie centrale. La self-energy





Il s’agit d’une matrice de taille NC × NC . La matrice g˜Ω(E) = WΩ(E)−1 correspond a`
la fonction de Green de l’e´lectrode Ω en l’absence du conducteur. Elle est diffe´rente de
la matrice G˜Ω(E) de´finie par l’e´quation 4.26, qui correspond a` la fonction de Green de
l’e´lectrode Ω dans le syste`me total :
g˜Ω(E) 6= G˜Ω(E) (4.29)
La matrice g˜Ω(E) est a priori infinie, mais en pratique, on a besoin de la calculer unique-
ment sur les atomes de surface en contact avec le conducteur.
On a ainsi pu exprimer la fonction de Green du conducteur a` partir du Hamiltonien
du conducteur (HC), du couplage entre les e´lectrodes et le conducteur (HLC,HRC) et
des fonctions de Green de surface des e´lectrodes isole´es (g˜L(E), g˜R(E)). La matrice HC +
ΣL(E) +ΣR(E) peut eˆtre interpre´te´e comme un Hamiltonien effectif de la partie centrale
dans lequel est pris en compte l’influence des deux e´lectrodes semi-infinies.
On peut aussi tirer de l’e´quation 4.26 la relation suivante qui nous sera utile par la
suite :
G˜RC(E) = g˜R(E)WRC(E)G˜C(E). (4.30)
Enfin, on introduit les matrices de couplage ΓL(E) et ΓR(E) de´finies par :












Ces matrices sont hermitiques.
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4.3.3 Re´ponse du syste`me
On conside`re un e´lectron qui, a` l’instant t = −∞ est de´crit par une onde de Bloch
incidente ψ(n)i de l’e´lectrode de gauche. Le vecteur ψ(n)
i
repre´sentant cette onde dans la
base LF est solution de l’e´quation matricielle :
(HL − E(n)SL)ψ(n)i = 0 (4.32)
On connecte de manie`re adiabatique l’e´lectrode de gauche au conducteur et a` l’e´lectrode
de droite. Ainsi, on conside`re qu’a` un instant t ≤ 0 l’hamiltonien du syste`me est H(t) =
HL + (HC + HR) exp ǫt, ǫ e´tant un petit facteur positif qui assure que la connection est
e´tablie de manie`re adiabatique. La fonction d’onde ψ(n)(r, t) se de´compose dans la base
de spin-orbitales avec des coefficients de´pendant du temps C
(n)
α (t). A l’instant t = 0, cette
fonction d’onde a e´volue´ vers un e´tat stationnaire de H ayant la meˆme e´nergie que l’onde
incidente et qu’on notera ψ(n) par la suite.
La re´ponse du syste`me a` ψ(n)i est note´e ψ(n)
′
et la fonction ψ(n) = ψ(n)i + ψ(n)
′
est
solution de l’e´quation de Schro¨dinger pour le syste`me total :
Dans la base LF, les vecteurs ψ(n)i et ψ(n) peuvent se de´composer en bloc correspon-















A l’instant t = 0, la fonction ψ(n) est solution de l’e´quation de Schro¨dinger :
(H− E(n)S)(ψ(n)i +ψ(n)′) = 0. (4.34)
En utilisant le de´coupage en blocs des matrices H et S (formule 4.23 et 4.24), ainsi que






















En utilisant l’e´quation 4.30, on peut faire apparaˆıtre la fonction de Green de l’e´lectrode












On a ainsi de´termine´ la re´ponse du syste`me aux e´lectrons injecte´s par le re´servoir de gauche.
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4.3.4 Populations et courants
On note C
(n)
α la composante du vecteur ψ(n) sur la spin-orbitale α (α = iλσ). La
charge N (L) contenue a` l’instant t dans le syste`me, suite a` l’injection des e´lectrons venant



















Ω contenue a` l’instant t dans la partie Ω du syste`me, suite a` l’injection




















Dans la premie`re ligne de cette e´quation, la sommation sur α s’effectue sur la partie Ω
du syste`me alors que la sommation sur l’indice β s’effectue sur le syste`me global. C’est
pourquoi, sur la seconde ligne, quand on passe a` une e´criture matricielle, on utilise une
trace partielle TrΩ. En utilisant le de´coupage de la matrice S et du vecteur ψ
(n), on peut































On de´finit la charge N
(L)′











Le courant issu du re´servoir de gauche (IL→R) est donne´ soit par le flux d’e´lectrons
venant de L+ C, soit par le flux d’e´lectrons entrant dans R . Ainsi,




R −N (L)R¯ ) (4.41)
ou` R¯ = L + C correspond a` la partie centrale et a` l’e´lectrode de gauche. En utilisant la
formulation 4.39 de la charge, on remarque que les termes couplant R et R¯ s’annulent, et
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R ] est imaginaire et disparaˆıt avec quand on prend la partie re´elle.
A t = 0, l’e´tat n est stationnaire et la de´rive´e de la fonction d’onde par rapport au










































ou` on a fait intervenir les blocs de la matrice W(E) = ES − H et utilise´ la relation
Re(Z/i) = Im(Z).






de la formule du courant 4.42 s’obtient de la meˆme manie`re en in-




























Dans la matrice WR¯R, seuls les termes qui couplent l’e´lectrode de droite et l’e´lectrode de
gauche sont non nuls puisqu’on a suppose´ qu’il n’y avait aucune interaction directe entre les

















































C par leur expression en fonction du
vecteur source ψ
(n)i





















ou` on a omis les E(n). En utilisant l’hermiticite´ de la matrice W et la formule ImTrA =
−i/2(TrA− TrA†), on peut e´crire :















On fait ainsi appaˆıtre la matrice de couplage ΓR (cf. e´quation 4.31) : ΓR :















Dans l’e´quation pre´ce´dente, l’ensemble des matrices qui interviennent de´pendent de
l’e´nergie et doivent eˆtre prises en E(n) et la somme sur n s’effectue sur l’ensemble des e´tats





(n)), que l’on peut re´e´crire, en faisant intervenir une inte´grale sur l’ensemble des
e´nergies,
∫ +∞
−∞ f(E − µL)
∑
n gn(E)δ(E − E(n))dE, soit :
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Par de´finition des fonctions de Green avance´es et retarde´es (voir chapitre 1, formule








































ou` on a omis les E et utilise´ la relation h = 2π~.



























Les probabilite´s de transmission sont des nombres re´els et les matrices de couplage sont
hermitiques. On peut donc montrer, comme on l’ a vu pre´ce´demment que TR→L(E) =
TL→R(E) = T (E). En utilisant la proprie´te´ de permutation cyclique sous la trace, on peut
alors noter la transmission totale :







Il s’agit de la formule de Fisher-Lee [110]. Elle permet de calculer la probabilite´ de trans-
mission des e´lectrons a` travers le syste`me en fonction de la fonction de Green de la partie
centrale et des matrices de couplage des deux e´lectrodes.
4.3.5 Canaux de conduction
La matrice non-hermitique sous le signe trace dans la formule pre´ce´dente est e´videm-
ment relie´e a` la matrice de transmission T(E) = t(E)t†(E) de´finie par la formule 4.18.
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qu’on identifie a` la matrice de transmission T(E). La matrice des amplitudes de transmis-




La matrice T(E) est hermitique et quadratique. Ces valeurs propres sont donc des
nombres re´els positifs. Elles correspondent aux facteurs de transmission des canaux de
conduction du syste`me. Les vecteurs propres associe´s fournissent la de´composition de ces
canaux sur les orbitales du conducteur.
Le nombre de canaux de conduction est e´gale a` la dimension de la matrice T(E) soit
2×NC×Norb ou`NC est le nombre d’atomes dans le conducteur etNorb le nombre d’orbitales
par atome, et ou` le facteur 2 permet de tenir compte de la de´ge´ne´rescence lie´e au spin.
Dans l’e´tude des contacts atomiques, on s’inte´resse principalement aux canaux de trans-
mission a` travers l’atome de contact. Pour les obtenir, il suffit de remarquer que dans la
me´thode que nous venons de de´crire, le de´coupage du syste`me est arbitraire. On peut donc
choisir comme partie centrale le sous-syste`me constitue´ uniquement de l’atome de contact1
[111]. La matrice T(E) correspondante est de taille Norb. En la diagonalisant, on obtient
la transmission des Norb modes de conduction du contact.
4.4 Imple´mentation du calcul





H0H0 H0 H0H0 H0
SS−1 S S−1S−2... ...S−2
H RC
ConducteurElectrode de gauche Electrode de droite
Fig. 4.3: De´coupage des e´lectrodes en plans identiques
Les e´lectrodes que l’on conside`re sont des syste`mes parfaits, pe´riodiques selon la direc-
tion de propagation du courant z. Leur section dans le plan xy est soit finie dans le cas
1Lorsqu’on de´coupe le syste`me de la sorte, on ne´glige les interactions entre les atomes au sommet de
l’e´lectrode de droite et les atomes au sommet de l’e´lectrode de droite. La transmission totale n’est pas
alors exactement la transmission du syste`me total. Jacob a montre´ que dans le cas d’un contact atomique,
l’erreur engendre´e est ne´gligeable [111].
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d’un fil, soit infinie pe´riodique dans le cas d’une surface. Dans tous les cas, les e´lectrodes
peuvent eˆtre vues comme une succession de plans identiques dans la direction z. Si on choi-
sit des plans suffisamment e´pais, de largeur supe´rieure au rayon de coupure Rc, chaque plan
interagit uniquement avec ses deux plans voisins et seul le plan de surface est en contact
avec la partie centrale du syste`me (voir figure 4.3). On peut alors se contenter de calculer
les fonctions de Green des e´lectrodes isole´es gL et gR uniquement sur ce dernier plan. La
technique utilise´e pour calculer la fonction de Green sur la couche de surface dans ce type
de syste`me est donne´e dans l’annexe E.
Quand on conside`re des e´lectrodes pe´riodiques dans le plan xy orthogonal a` la direction
de propagation, le calcul doit eˆtre effectue´ pour un ensemble de vecteurs k// ide´alement
re´partis dans toute la zone de Brillouin 2D correspondante et le re´sultat total est obtenu en
sommant sur l’ensemble de ces vecteurs. Ne´anmoins, dans les cas que nous avons e´tudie´s,
l’extension du syste`me selon les directions x et y est suffisante pour qu’on puisse limiter
le calcul au point k// = 0. Le caracte`re infini des e´lectrodes dans le plan xy est rendu
uniquement par l’utilisation de conditions aux limites pe´riodiques.
4.4.2 De´termination de l’hamiltonien
S−N S−1 S S S−1 S−N
Conducteur effectif





Fig. 4.4: De´finition du conducteur effectif
Dans la pratique, pour calculer la transmission, on doit connaˆıtre l’hamiltonien du
syste`me total. Dans la me´thode liaisons fortes que nous utilisons, cet hamiltonien doit
eˆtre calcule´ de manie`re auto-cohe´rente. Pour re´aliser cette taˆche, on a choisi de calculer la
structure e´lectronique des trois sous-syste`mes se´pare´ment 2.
Les e´lectrodes sont parfaites. On suppose donc que leur structure e´lectronique est celle
du cristal parfait en volume. En re´alite´, a` l’approche de la partie centrale ou` se trouve le
contact atomique, la structure e´lectronique des e´lectrodes est modifie´e et n’est plus celle du
volume. Pour reme´dier a` ce proble`me, on remarque que dans la me´thode de Landauer, le
2Il est tout a` fait possible de calculer directement la structure e´lectronique du syste`me total en utilisant
les self energies des e´lectrodes et l’hamiltonien effectif HC + ΣL(E) + ΣR(E). Ne´anmoins cette me´thode
ne´cessite une inte´gration sur l’e´nergie a` chaque ite´ration de l’auto-cohe´rence et est donc beaucoup plus
couˆteuse en temps de calcul que la me´thode que nous proposons.
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choix du de´coupage est arbitraire. On peut donc de´cider d’inclure la partie des e´lectrodes
dont la structure e´lectronique est modifie´e par la pre´sence du contact atomique dans la
partie centrale. On de´finit alors un conducteur effectif contenant la constriction et les
premiers plans atomiques des e´lectrodes de telle sorte qu’a` la connection entre le conducteur
effectif et l’e´lectrode, la structure e´lectronique de l’e´lectrode soit celle du volume (voir 4.4).
Nos calculs ont montre´ que, dans le cas des me´taux de transition, a` partir de 4 ou 5 plans
atomiques sous la surface, la structure e´lectronique est tre`s proche de celle du volume [84].
Il est donc ne´cessaire de n’ajouter que quelques plans atomiques des e´lectrodes a` la partie
centrale pour que cette condition soit respecte´e.
La structure e´lectronique du conducteur effectif est calcule´e en posant des conditions
aux limites pe´riodiques dans les trois directions. Dans les cas que nous avons e´tudie´s,
l’extension du syste`me suivant ces trois directions est suffisante pour que l’on puisse limiter
le calcul au point Γ.
4.4.3 De´finition du niveau de Fermi
Comme on de´termine la structure e´lectronique des e´lectrodes et du conducteur se´pare´-
ment, on obtient deux niveaux de Fermi diffe´rents (si on suppose que les e´lectrodes sont
identiques). Or, a` l’e´quilibre, quand les trois parties sont connecte´es, le niveau de Fermi
est de´fini de manie`re unique. Comme les e´lectrodes sont suppose´es semi-infinies selon la
direction z, on peut s’attendre a` ce que le niveau de Fermi du syste`me complet soit tre`s
proche du niveau de Fermi de volume des e´lectrodes. Il est ne´cessaire de faire en sorte que
le niveau de Fermi dans la partie centrale soit le meˆme.
Une premie`re me´thode consiste a` ajouter une partie suffisamment grande des e´lectrodes
au conducteur effectif. Sa structure e´lectronique sera alors tre`s proche de celle du syste`me
total et son niveau de Fermi sera celui des e´lectrodes en volume. Ne´anmoins pour que
cette technique fonctionne, il faut que dans le conducteur effectif la proportion d’atomes
appartenant a` la constriction soit ne´gligeable devant la proportion d’atomes appartenant
aux e´lectrodes. Si on conside`re des constrictions contenant beaucoup d’atomes (par exemple
un long fil monoatomique), le nombre de plans atomiques a` ajouter peut eˆtre important.
Le temps de calcul auto-cohe´rent de la structure e´lectronique du conducteur effectif peut
alors devenir tre`s long.
Une me´thode plus rapide consiste a` calculer la structure e´lectronique de la partie cen-
trale en fixant le remplissage selon le niveau de Fermi des e´lectrodes. On peut alors se
contenter de n’ajouter que quelques plans atomiques pour assurer la continuite´ entre la
structure e´lectronique des e´lectrodes et celle du conducteur effectif. C’est cette me´thode
que nous avons utilise´e par la suite.
4.5 Quelques exemples simples
Pour illustrer quelques aspects du formalisme de transport e´lectronique que nous venons
d’introduire, nous l’avons applique´ a` quelques exemples simples.
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β β0










 β = β0
 β = 0.9β0
 β = 0.8β0
 β = 0.7β0
 β = 0.6β0
 β = 0.5β0
 β = 0.4β0
 β = 0.3β0
Fig. 4.5: Transmission d’un fil en bande s pure avec un de´faut
4.5.1 De´faut ge´ome´trique dans un fil
Fil en bande s
Tout d’abord, nous avons e´tudie´ le cas d’un fil d’atomes contenant une seule orbitale s.
On se limite a` une interaction entre premier voisin donne´e par l’inte´grale de saut β0 = 1.0eV
et on suppose que le niveau s sur chaque atome est nul (ǫs = 0eV).
On conside`re un conducteur effectif constitue´ de deux atomes relie´s a` deux e´lectrodes
constitue´es d’un fil monoatomique parfait semi-infini (voir figure 4.5). On introduit alors
un de´faut en diminuant l’inte´grale de saut β entre les deux atomes du conducteur et on
calcule la transmission du syste`me total. La diminution de l’inte´grale de saut β peut eˆtre
vue comme l’introduction d’un de´faut ge´ome´trique lie´ a` un e´cartement des deux atomes
du conducteur. Dans ce mode`le simple on ne de´termine pas la structure e´lectronique de
chaque partie du syste`me de manie`re auto-cohe´rente : on suppose que le niveau s n’est pas
modifie´ par la pre´sence du de´faut.
Les re´sultats sont reporte´s sur la figure 4.5. Quand β = β0 = 1.0eV, le syste`me est
parfait. Le conducteur est alors balistique et chaque e´lectron de la bande s du fil est
transmis avec une probabilite´ de 1. Ainsi, pour chaque e´nergie E a` l’inte´rieur de la bande
s (−2β0 ≤ E ≤ 2β0), la transmission T (E) du syte`me vaut 1. Quand β < β0, comme
on pouvait s’y attendre, une partie de l’onde e´lectronique est re´fle´chie par le de´faut et la
transmission dimininue avec l’inte´grale de saut β. Notons que les courbes de transmission
obtenues sont parfaitement syme´triques par rapport au niveau ǫs = 0eV.
Quand le de´faut ge´ome´trique est plus complexe, en plus de la re´flexion, des effets d’in-
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Fig. 4.6: Transmission d’un fil en bande s pure contenant un triangle d’atomes
terfe´rences peuvent intervenir. Pour illustrer ces effets, on conside`re un fil contenant un
triangle de trois atomes connecte´s a` deux e´lectrodes parfaites. Les inte´grales de saut entre
l’atome au sommet du triangle et les atomes de la base sont suppose´es e´gales a` l’inte´grale
de saut des e´lectrodes (β0) et on calcule la transmission du syste`me quand l’inte´grale de
saut β entre les atomes de la base du triangle varie de 0 a` β0 (voir figure 4.6). On simule
ainsi un type de de´faut susceptible d’apparaˆıtre dans les expe´riences de jonctions a` cassure,
quand on rapproche les deux e´lectrodes apre`s la formation d’un fil. Ce type de configura-
tion atomique a par ailleurs e´te´ pre´dit dans des fils monoatomiques d’or qui pre´senteraient
une structure ”en zigzag” stable [112].
Les re´sultats sont reporte´s sur la figure 4.6. Quand les atomes de la base ne sont pas
connecte´s (β = 0), le syste`me est un fil parfait et la transmission vaut 1. De`s que le triangle
se forme, la transmission baisse. Les courbes obtenues ne sont pas syme´triques par rapport
au centre de la bande : la diminution de transmission est plus importante dans le domaine
des e´nergies ne´gatives. Quand on de´passe la valeur critique β = 0.5β0, il apparaˆıt un point
a` l’inte´rieur de la bande de conduction ou` la transmission tombe a` 0. A cette e´nergie, les
interfe´rences a` l’inte´rieur du triangle entraˆınent une re´flexion totale de l’onde e´lectronique.
Fil d’or
On s’est inte´resse´ ensuite au cas d’un fil monoatomique d’or. Le choix de l’or est parti-
culie`rement inte´ressant puisque des expe´riences de jonction a` cassure dans ce mate´riau ont
re´ve´le´ l’apparition de fils monoatomiques longs de plusieurs atomes [22].
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Pour mode´liser l’or, on utilise la parame´trisation spd de Mehl et Papaconstantopoulos
[48, 49]. On a calcule´ la transmission de ce fil quand on introduit un de´faut ge´ome´trique, en
e´cartant la distance entre deux atomes. Pour re´aliser ce calcul, on a conside´re´ que les deux
e´lectrodes e´taient des fils monoatomiques d’or semi-infinis a` la distance inter-atomique
d’e´quilibre du volume (a = 2.88 A˚). Pour le conducteur effectif, on a choisi de conside´rer
un fil de six atomes dans lequel on introduit un de´faut en augmentant la distance entre les
atomes 3 et 4 (a34 = xa, avec x ≥ 1). On estime que la modification des niveaux due a` la
pre´sence du de´faut est ne´gligeable au dela` du troisie`me atome.
Un calcul de structure e´lectronique sur le fil infini parfait nous permet d’obtenir le
niveau de Fermi dans les e´lectrodes. Un second calcul de structure e´lectronique sur le
conducteur effectif, avec des conditions aux limites pe´riodiques nous permet d’obtenir la
modification des niveaux e´lectroniques induite par la pre´sence du de´faut. On peut alors
calculer la transmission totale du syste`me a` l’aide de la formule de Fisher-Lee. Les re´sultats
sont reporte´s sur la figure 4.7.
Quand x = 1 (courbe noire), le syste`me est parfait et le transport est balistique : chaque
e´lectron est transmis avec une probabilite´ de 1. A une e´nergie donne´e, la transmission est
alors e´gale au nombre de modes pre´sents dans le fil. Quand on e´carte les deux atomes
centraux (x > 1), la transmission diminue, comme dans le cas du fil en bande s.
Les modes de propagation correspondent aux bandes σ, π et δ du fil (cf. chapitre 2).
Pour analyser l’effet du de´faut sur ces diffe´rents modes, on a reporte´ sur la figure 4.7 leur
transmission respective. On note alors que la diminution de la transmission avec x est plus
ou moins importante selon le canal conside´re´. Les canaux correspondants aux orbitales
dxy et dx2−y2 (bandes δ), qui sont localise´es dans le plan perpendiculaire a` la direction
de transmission z, sont plus affecte´s par l’e´loignement des deux atomes centraux que les
canaux correspondants aux orbitales s et dz2 (bandes σ). Aux e´nergies ou` la bande σ
est essentiellement un e´tat s (en de´but et fin de bande), la transmission diminue moins
rapidement qu’aux e´nergies ou` elle a aussi un caracte`re d prononce´. Les orbitales s sont
donc moins affecte´es par le de´faut que les orbitales d.
On note par ailleurs que, contrairement au cas de la bande s pure, les courbes de
transmission ne sont pas syme´triques par rapport au centre des diffe´rentes bandes.
4.5.2 Effet des contacts
On vient de voir que la transmission d’un fil atomique e´tait fortement modifie´e par la
pre´sence d’un de´faut. Un autre effet important est lie´ au fait que, dans la pratique, un
fil atomique est toujours relie´ a` des e´lectrodes massives. Pour comprendre le roˆle joue´ par
le contact entre le conducteur atomique et les e´lectrodes, on a e´tudie´ la transmission de
quelques syste`mes simples.
Effet du contact dans un mode`le de bande s
Le moyen le plus simple de mode´liser le contact est de conside´rer un fil non-magne´tique
de N atomes avec une orbitale s par site et une inte´grale de saut β entre premiers voisins,
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Fig. 4.7: Transmission d’un fil monoatomique d’or avec un de´faut ge´ome´trique
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Fig. 4.8: Syste`me mode`le
et de le connecter a` deux fils semi-infinis avec une inte´grale de saut diffe´rente β0 mais le
meˆme niveau atomique (voir figure 4.8). Le contact entre les e´lectrodes et le fil fini est e´tabli
par le biais d’une inte´grale de saut γ. On choisit les trois inte´grales de saut ne´gatives et on
ne´glige les recouvrements. On souhaite mode´liser le cas ou` les e´lectrodes sont massives et le
conducteur atomique. On choisit donc une inte´grale de saut β0 dans l’e´lectrode plus grande
en valeur absolue que l’inte´grale de saut β dans le fil, puisque la dispersion e´lectronique
est toujours plus grande dans un mate´riau massif que dans un fil atomique. L’intensite´ du
contact entre les e´lectrodes et le fil est controˆle´e par le parame`tre γ.
La transmission de ce syste`me peut eˆtre calcule´e analytiquement. La relation de dis-
persion dans les e´lectrodes est E = 2β0 cos(k0). Une onde e´lectronique venant de la gauche
avec un vecteur d’onde k0 > 0 est re´fle´chie par le de´faut dans l’e´lectrode de gauche avec
une probabilite´ de re´flexion r et transmise dans l’e´lectrode de droite avec une probabilite´
de transmission t. L’amplitude e´lectronique dans les e´lectrodes peut donc s’e´crire :
an =
{
eink0 + re−ink0 si n ≤ 0 (e´lectrode de gauche),
teink0 if n > N (e´lectrode de droite).
(4.64)
Dans le fil fini, la relation de dispersion est donne´e par E = 2β cos(k) et l’amplitude
e´lectronique est de la forme
an = Ae
ink +Be−inksi 1 ≤ n ≤ N (fil fini) , (4.65)
ou` A etB sont deux inconnues a` de´terminer. On projette l’e´quation de Schro¨dinger sur les
quatre atomes situe´s aux interfaces entre les e´lectrodes et le fil (atomes 0,1,N et N + 1).
On obtient un syste`me de quatres e´quations :
β0(e
−ik + reik)− E(1 + r) + γa1 = 0
γ(1 + r)− Ea1 + βa2 = 0
βaN−1 − EaN + γt = 0
γaN − Et+ β0teik = 0
(4.66)
La re´solution de ce syste`me fournit la valeur des inconnues A, B, r et t en fonction des
inte´grales de saut β,β0,γ, du nombre d’atomes N et de l’e´nergie E. La transmission d’un
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Fig. 4.9: Transmission du syste`me mode`le pre´sente´ sur la figure 4.8, calcule´e a` partir de l’e´qua-
tion 4.67, a) en fonction de l’e´nergie E et du nombre d’atomes N dans le fil et b) en
fonction de l’e´nergie et du couplage γ entre le fil et les e´lectrodes.
fil de N atomes est alors le carre´ du module de t :
TN(E) =
∣∣∣∣∣ 2 sin k sin k0γ2eik0
ββ0






ou` E = 2β cos k = 2β0 cos k0.
Sur la figure 4.9 a on a trace´ la transmission TN(E) quand |β| < |γ| < |β0| pour
diffe´rentes valeurs de N . On remarque tout d’abord que dans la limite des N grands,
la transmission est non-nulle uniquement a` l’inte´rieur de la bande d’e´nergie du fil de N
atomes (|E| ≤ 2|β|). A l’exte´rieur de cette bande, k est imaginaire (puisque E = 2β cos k)
et l’onde e´lectronique est e´vanescente. Elle ne peut donc eˆtre transmise que si le fil est
suffisamment court. Ainsi, quand N est petit (N < 5), la transmission posse`de une partie
non nulle qui de´croˆıt exponentionellement en dehors de la bande d’e´nergie [−2|β|, 2|β|]. A
l’inte´rieur de cette bande, la transmission oscille et pre´sente un certain nombre de pics qui
augmente avec N . Dans le cas que nous avons repre´sente´ ( |β| < |γ| < |β0|), il y a N pics de
transmission pour un fil de longueurN . Il s’agit d’un phe´nome`ne d’interfe´rences. Le syste`me
e´tudie´ est en effet l’e´quivalent e´lectronique de l’interfe´rome`tre de Fabry-Pe´rot, les deux
interfaces e´lectrodes/conducteur e´tant analogues a` des miroirs semi-re´fle´chissants. Selon la
longueur d’onde, et donc l’e´nergie, de l’onde incidente, l’ensemble des ondes transmises et
re´fle´chies par les deux interfaces se recombinent de manie`re constructive ou destructive dans
l’e´lectrode de droite. Pour un vecteur d’onde donne´, la transmission oscille en fonction de la
longueur du conducteur. Au milieu de la bande (E = 0 ou k = k0 = π/2), la transmission
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oscille entre deux valeurs quand N passe de pair a` impair :
TN(0) =
{
1 si N est impair ,
4/(γ2/ββ0 + ββ0/γ
2)2 si N est pair .
(4.68)
Quand γ = −√ββ0, cette oscillation disparaˆıt et la transmission est parfaite, au centre de
la bande, quelle que soit la valeur de N .
Sur la figure 4.9 b, on a reporte´ la de´pendance en γ de la transmission d’un fil de cinq
atomes. Pour |γ| = √ββ0 la transmission est tre`s proche de 1 sur tout le spectre d’e´nergie
de la bande s du fil. Quand |γ| est faible, N pics apparaissent a` des e´nergies proches des
valeurs propres de la chaˆıne finie isole´e. Quand |γ| augmente, les pics sont de´cale´s de telle
sorte que certains d’entre eux se retrouvent en dehors de la bande permise. Dans notre cas
on observe N − 2 pics dont la largeur de´croˆıt lorsque γ augmente.
Ainsi, le nombre d’oscillations dans les courbes de transmission augmente avec le nombre
d’atomes dans le fil et l’intensite´ du contact γ controˆle l’amplitude de ces oscillations. Nos
re´sultats montrent qu’un contact trop fort ou trop faible empeˆche la transmission alors
qu’avec un choix approprie´ de γ, celle-ci peut eˆtre parfaite. L’optimisation du couplage γ
est analogue a` une adaptation d’impe´dance entre les e´lectrodes et le conducteur.
Ce premier mode`le simplifie´ nous a donc permis de comprendre l’influence du contact sur
la transmission d’un syste`me atomique. On conside`re maintenant un syste`me plus complexe
ou` les e´lectrodes sont deux surfaces semi-infinies, telles que sur la figure 4.10. On conside`re
toujours une seule orbitale s par site, de niveau e´lectronique nul. On limite l’interaction
aux permiers voisins et on pose l’inte´grale de saut a` 1eV, aussi bien dans le fil que dans
l’e´lectrode massive. Les deux atomes aux extre´mite´s du fil sont chacun en contact avec
quatre atomes de surface des e´lectrodes. Les re´sultats sont montre´s sur la figure 4.10. Ils
sont tre`s proches de ceux obtenus dans le cas du fil infini. La courbe de transmission oscille
en fonction de N et E. Au milieu de la bande, la transmission est proche de 1 et pre´sente
des oscillations paire-impaire. Des calculs supple´mentaires avec diffe´rentes distances entre
le fil fini et les surfaces re´ve`lent que, comme dans le cas du fil infini, l’intensite´ du contact
influe sur l’amplitude des oscillations. A partir de ces re´sultats, on peut conclure que, dans
le cas d’une bande s pure, l’utilisation comme e´lectrode d’un fil monoatomique ou d’un
syste`me massif ne modifie pas fortement la transmission. Dans les deux cas, il est possible
d’obtenir une transmission quasi parfaite en optimisant le couplage e´lectrode/conducteur.
Effet du contact dans un me´tal en bandes spd
Pour e´tudier l’effet des contacts dans un syste`me avec une structure e´lectronique re´a-
liste, on a calcule´ la transmission d’un syste`me identique constitue´ d’atomes d’or. Un tel
syste`me est relativement re´aliste dans le cas de l’or, puisque expe´rimentalement, des fils
monoatomiques se forment dans les expe´riences de contact atomique d’or. Les deux e´lec-
trodes conside´re´es sont des surfaces FCC (001). Pour le conducteur effectif, on choisit un
fil de N atomes et cinq plans atomiques des e´lectrodes. On se limite a` 3× 3 atomes dans le
plan xy et on simule le caracte`re infini des surfaces en imposant des conditions aux limites
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1 2 Ν−1 Ν
Fig. 4.10: Transmission du syste`me mode`le pre´sente´ ci-dessus en fonction de l’e´nergie E et du
nombre d’atomes N dans le fil. Parame´trisation s.
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Fig. 4.11: Transmission du contact d’or pre´sente´ sur la figure 4.10 en fonction de l’e´nergie E et
du nombre d’atomes N dans le fil. Parame´trisation spd.
pe´riodiques dans les directions x et y. On suppose que l’extension en xy du syste`me est
suffisante pour qu’on puisse limiter le calcul aux ondes de vecteur d’onde nul dans le plan
perpendiculaire a` la direction de propagation (k// = 0). Pour mode´liser l’or, on utilise la
parame´trisation spd de Mehl et Papaconstantopoulos [48, 49].
On calcule dans un premier temps la structure e´lectronique du conducteur effectif de
manie`re autocohe´rente en imposant une condition aux limites pe´riodiques selon x,y et z.
A partir de l’hamiltonien ainsi trouve´, on calcule la transmission du syste`me connecte´ aux
deux e´lectrodes d’or. La transmission obtenue en fonction du nombre d’atomes dans le fil
est reporte´e sur la figure 4.11. On peut voir que sur la plage d’e´nergie ou` seule la bande s
est pre´sente ([−1eV; 2eV]), les courbes de transmission sont similaires a` la figure 4.10, avec
des oscillations en fonction de N et E, proches de la transmission parfaite T = 2. Dans
la bande d’e´nergie qui correspond aux e´tats d ([−4eV;−1eV]), T (E) a un comportement
plus complexe et ne pre´sente plus un motif d’oscillations simples. Il est alors clair que la
pre´sence des contacts avec les e´lectrodes affecte fortement le transport des e´lectrons d. Mais
dans l’or, les e´lectrons d ne participent pas a` la conductance a` bas voltage puisque le niveau
de Fermi (0 sur la courbe) a un caracte`re s pur. Ainsi, dans les contacts atomiques d’or
la conductance est proche du quantum de conductance et pre´sente de le´ge`res oscillations
quand la taille du fil augmente. Cet effet a e´te´ observe´ expe´rimentalement [22] et explique´
the´oriquement [113].
Au contraire, dans les me´taux de transition comme le fer, des e´lectrons s, p et d sont
pre´sents au niveau de Fermi et la conductivite´ des contacts atomiques est complexe et
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difficilement pre´dictible [43]. Pour illustrer qualitativement l’importance des contacts dans
un tel cas, on a calcule´ la transmission d’un fil de fer non-magne´tique de 5 atomes connecte´ a`
deux surfaces BCC (001) et on l’a de´compose´e selon la contribution des diffe´rents canaux.
On a utilise´ la parame´trisation spd du fer de Mehl et Papaconstantopoulos [48, 49] et
comme dans le cas pre´ce´dent, on a re´alise´ dans un premier temps un calcul de structure
e´lectronique auto-cohe´rent sur un conducteur effectif contenant le fil de 5 atomes et 5
plans atomiques des e´lectrodes. Les transmissions obtenues pour les diffe´rents canaux sont
trace´es sur la figure 4.12. On a aussi reporte´ la densite´ locale sur l’atome central du fil,
et la densite´ d’e´tats locale a` la surface et en volume d’une e´lectrode isole´e. Par souci de
comparaison, on a calcule´ les meˆmes quantite´s dans le cas d’un fil infini parfait et donc en
l’absence de contacts.
La de´composition σ, π, δ correspond aux bandes σ, π et δ du fil infini de´finies pre´ce´-
dement : le mode σ est issu de l’hybridation des orbitales s,pz et dz2 , le mode π est issu
de l’hybridation des orbitales px,py,dxz et dyz, et le mode δ correspond aux orbitales dxy
et dx2−y2 pures. Dans le cas du fil infini, les canaux de conduction co¨ıncident exactement
avec ces bandes. Dans le cas du fil connecte´ aux deux surfaces, les diffe´rentes orbitales sont
couple´es, a` cause de la pre´sence du contact. Pour obtenir les canaux de conduction, on
utilise alors la me´thode explique´e dans section 4.3.5, en se basant sur l’atome central. Une
analyse du caracte`re des diffe´rents modes de conduction a` travers cet atome re´ve`le qu’ils
sont ne´anmoins tre`s proches des canaux purs σ,π et δ. C’est pourquoi nous avons garde´
cette de´nomination pour classer les modes de transmission dans ce cas sur la figure 4.12.
Dans le cas du fil couple´ a` deux surfaces, la transmission n’est plus entie`re mais pre´sente
de fortes oscillations en fonction de E. Pour avoir un meilleur aperc¸u de la situation, on a
trace´ la densite´ d’e´tats locale projete´e sur les orbitales contribuant a` chaque canal. Pour
l’atome central du fil, la densite´ d’e´tats obtenue a des similarite´s avec celle du fil infini,
notamment en ce qui concerne la largeur des bandes et la position de certains pics. Cela
est particulie`rement vrai pour la bande δ. En effet, tout le poids de la densite´ des e´tats δ
est concentre´ sur la meˆme plage d’e´nergie que dans le fil infini.
Cela n’est plus vrai pour les densite´s d’e´tats locales dans les e´lectrodes (en volume
ou en surface), puisque la syme´trie y est comple´tement modifie´e. Il en re´sulte que les
diffe´rentes densite´ d’e´tats ont un poids significatif, mais plus faible, sur l’ensemble du
spectre. Par conse´quent, les canaux de transmission sont fortement affecte´s. En particulier,
la transmission des e´tats δ devient tre`s faible. En effet, les e´tats δ de l’e´lectrode ne peuvent
eˆtre transmis dans le fil que sur une bande d’e´nergie e´troite, et une grande partie des
e´lectrons δ est donc re´fle´chie au niveau du contact. On voit ainsi que la diffe´rence de
syme´trie entre le conducteur et les e´lectrodes affecte de manie`re importante la transmission
des e´lectrons d.
Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons pre´sente´ une me´thode pour calculer la conductance e´lec-
trique d’un contact atomique. Dans le formalisme de Landauer et dans l’approximation
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Fig. 4.12: Transmission totale et densite´ d’e´tats locale dans les e´lectrodes, a` la surface des
e´lectrodes et au niveau de l’atome de contact et pour un fil parfait (a` gauche) et un
contact mode`le (a` droite) de fer. Pour chaque grandeur, on a repre´sente´ se´pare´ment
la contribution des modes σ (en noir), pi (en rouge) et δ (en vert). Parame´trisation
spd.
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d’une re´ponse line´aire (a` faible tempe´rature et faible tension), la conductance est donne´e
par
G = G0T (EF ), (4.69)
ou` G0 est le quantum de conductance et T (EF ) et le coefficient de transmission e´lectronique
du syste`me au niveau de Fermi.
Le calcul est re´alise´ en deux e´tapes. Dans un premier temps, l’hamiltonien des diffe´rentes
parties du syste`me (e´lectrodes et contact atomique) est de´termine´ en suivant la me´thode
des liaisons fortes pre´sente´e au chapitre 1. Puis, dans un second temps, le coefficient de
transmission est calcule´ a` l’aide des fonctions de Green des diffe´rentes parties du syste`me
graˆce a` la formule de Fisher-Lee















et ΣX(E) est la self-energy de l’e´lectrode X (X = R ou L), donne´e par la formule
ΣX(E) = (HCX − ESCX)g˜SX(E)(H†CX − ES†CX), (4.72)
ou`
g˜SX(E) = (ESX −HX)−1 (4.73)
est la fonction de Green de surface de l’e´lectrode (cf. Annexe E).
CHAPITRE5
Transport polarise´ en spin
Dans ce chapitre, nous appliquons l’ensemble des me´thodes pre´sente´es dans les chapitres
pre´ce´dents pour simuler le transport e´lectronique polarise´ en spin a` travers les jonctions a`
cassure de fer. Apre`s un bref rappel sur la magne´tore´sistance, nous illustrons le formalisme
du transport e´lectronique polarise´ en spin avec l’exemple de la paroi magne´tique. Enfin nous
calculons la magne´tore´sistance anisotrope dans les jonctions a` cassure de fer, tout d’abord
avec un mode`le de fil monoatomique, puis pour des syste`mes plus re´alistes.
5.1 Magne´tore´sistance
Dans le chapitre pre´ce´dent, nous avons montre´ comment calculer le transport dans un
contact atomique non magne´tique. Ce formalisme peut eˆtre directement ge´ne´ralise´ au cas
magne´tique. Il suffit pour cela de se placer dans une base de spin-orbitales et d’utiliser les
hamiltoniens magne´tiques pour calculer les fonctions de Green (e´quations 4.71 et 4.73). Le
quantum de conductance n’est plus 2e2/h mais e2/h puisque chaque canal de conduction
ne contient plus qu’un seul e´lectron.
A partir de ce formalisme de transport de spin, on peut e´tudier les proprie´te´s magne´to-
re´sistives des mate´riaux. Dans le syste`me que nous e´tudions (les jonctions a` cassure de fer),
la re´sistance varie avec la direction du champ magne´tique et on parle de magne´tore´sistance














ou` R// et R⊥ sont respectivement la re´sistance du syste`me quand le champ est paralle`le
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ou perpendiculaire a` la direction du courant.
Ce formalisme permet d’e´tudier d’autres effets magne´tore´sistifs tels que la magne´tore´sis-
tance anisotrope ge´ante (GMR) ou la re´sistance de paroi. Pour ce type d’effet, la diffe´rence
de re´sistance est obtenue quand les e´lectrodes passent d’une configuration magne´tique pa-






ou` Rp et Rap sont respectivement la re´sistance du syste`me quand l’aimantation des deux
e´lectrodes est paralle`le et antiparalle`le.
5.2 Re´sistance d’une paroi magne´tique
Pour illustrer le transport polarise´ en spin et les effets de magne´tore´sistance qui peuvent
lui eˆtre associe´s, on e´tudie tout d’abord une paroi magne´tique dans un fil monoatomique
de fer. Les e´lectrodes sont deux fils semi-infinis avec des directions d’aimantation oppose´es.
La partie centrale contient une paroi de longueur N . L’angle entre deux atomes conse´cutifs
de la paroi est fixe´ a` π/(N + 1) (voir figure 5.1). On suppose que la structure e´lectronique
de chaque atome de la paroi est celle du fil infini magne´tique. On ne´glige donc les effets
de la paroi magne´tique sur la structure e´lectronique du fil. Le couplage spin-orbite est lui
aussi ne´glige´.
Les re´sultats sont reporte´s sur la figure 5.1. Par souci de comparaison, on a trace´ en noir
la transmission d’un fil magne´tique infini , sans paroi, avec une orientation de l’aimantation
identique sur tous les atomes. La pre´sence d’une paroi abrupte (courbe rouge) entraˆıne une
importante chute de la transmission. La transmission T (E) = 2 restante est due aux
orbitales s qui sont les seuls canaux de transmission possibles dans ce cas. En effet, dans
les me´taux de transition, le moment magne´tique est porte´ principalement par les e´lectrons
d. Dans un fil monoatomique de fer les orbitales d sont totalement polarise´es. Ainsi aucune
transmission n’est possible a` travers la paroi. D’un autre coˆte´, les e´lectrons s ne sont que
partiellement polarise´s est peuvent donc transmettre (voir figure 5.2).
Quand l’aimantation est tourne´e de π/2 sur un atome entre les e´lectrodes, pour former
une paroi de longueur N = 1, les canaux d s’ouvrent et la transmission augmente (courbe
verte). La transmission entre les e´tats d des deux e´lectrodes de spins oppose´s est rendue
possible par les e´tats de l’atome central, qui sont des superpositions d’orbitales up et down.
Quand la taille de la paroi augmente, la transmission tend rapidement vers la transmission
du fil parfait sans paroi magne´tique. Ainsi, en re´gime balistique, une paroi magne´tique
large de quelques atomes n’a pratiquement aucun effet sur la transmission e´lectronique. Ce
re´sultat est en bon accord avec les calculs de Velev et Butler [41].
En volume ou dans des couches minces de fer, les parois magne´tiques ont des longueurs
beaucoup plus grandes (quelques dizaines de nanome`tres) et la re´sistivite´ due la re´flexion
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paroi abrupte N=1 N=2
























Fig. 5.2: Repre´sentation sche´matique de la densite´ d’e´tats des e´lectrons s et d dans un fil mo-
noatomique de fer magne´tique.
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des e´lectrons par la paroi est ne´gligeable [114, 115]. Les parois magne´tiques dans ces sys-
te`mes contribuent ne´anmoins a` la re´sistance e´lectrique, par le biais de phe´nome`nes de
diffusion plus complexes [116].
Dans les constrictions, il a e´te´ montre´ par Bruno que la longueur d’une paroi pouvait
eˆtre fortement restreinte par la ge´ome´trie et eˆtre d’un ordre de grandeur e´quivalent a` la
taille caracte´ristique du syste`me [117]. Ainsi dans les contact atomiques, on s’attend a`
observer la formation d’une paroi de taille atomique. Dans les jonctions a` cassure, on peut
re´aliser ce type de paroi magne´tique en retournant l’aimantation d’une des e´lectrodes apre`s
la formation du contact atomique. On cre´e ainsi une paroi magne´tique qui se propage dans
l’e´lectrode et se bloque au niveau de la constriction ou` elle devient tre`s e´troite et donc
tre`s re´sistive. La diffe´rence de re´sistance entre les configurations paralle`le et antiparalle`le
peut alors eˆtre tre`s importante et entraˆıner des coefficients de magne´tore´sistance e´leve´s.
Cet effet, appele´ magne´tore´sistance balistique (BMR), a e´te´ mesure´ par Garcia et al. dans
des nanocontacts de me´taux de transition 3d. Dans les contacts de cobalt et nickel, la
magne´tore´sistance peut atteindre des valeurs respectives de 700% et 1000% [23, 25]. Dans
les contacts de fer, la magne´tore´sistance est d’un ordre de grandeur infe´rieur [24]. Pour
plus de de´tail sur la BMR, on pourra se reporter a` l’article de revue [118].
5.3 Magne´tore´sistance anisotrope dans les contacts
atomiques
5.3.1 Le mode`le du fil parfait
Un mode`le simple...
Pour comprendre l’AMR dans les contacts atomiques, il est inte´ressant dans un premier
temps de se limiter au cas simple du fil monoatomique parfait. Dans ce cas, la transmission
est e´gale au nombre de bandes coupant le niveau de Fermi (cf. chapitre 4). La conductance
s’obtient donc directement a` partir de la structure de bandes.
Pour e´tudier l’AMR, on compare les structures de bandes obtenues quand le moment
magne´tique est paralle`le (θ = 0◦) ou perpendiculaire (θ = 90◦) au fil, en pre´sence du
couplage spin-orbite. On s’est contente´ pour ce premier calcul du mode`le TBStoner ou` les
effets de polarisation orbitale ne sont pas pris en compte. Les re´sultats sont reporte´s sur la
figure 5.3. Quand l’aimantation est perpendiculaire au fil, 7 bandes coupent le niveau de
Fermi. Quand l’aimantation est paralle`le au fil, le couplage spin-orbite entraˆıne une leve´e
de de´ge´ne´rescence des bandes δ de 2ξ (cf. chapitre 2). Or, dans le fil monoatomique de fer,
ces bandes aﬄeurent le niveau de Fermi. Le de´calage est alors suffisant pour faire passer
l’une des deux bandes au dessus du niveau de Fermi, re´duisant ainsi le nombre de canaux
de transmission (voir figure 5.3). En faisant varier la direction de l’aimantation, on passe
donc d’une transmission de 7 a` une transmission de 6 et le coefficient d’AMR est de 17%.
Quand l’angle θ varie de π/2 a` 0, le de´calage entre les bandes δ varie continuˆment de
0 a` 2ξ. Mais, puisqu’il s’agit d’un syste`me parfait, la transmission est un nombre entier
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Fig. 5.3: Structure de bandes et transmission d’un fil monoatomique de fer. Calcul TBStoner
+ spin-orbite.
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Fig. 5.4: Conductance en fonction de l’orientation du moment magne´tique. Comparaison entre
l’expe´rience (en bleu) et le mode`le du fil infini (en rouge).
(e´gal au nombre de canaux), quelque soit la direction de l’aimantation. La transition entre
les deux e´tats de conduction est donc abrupte et intervient a` l’angle θ a` partir duquel
le de´calage des bandes δ est suffisamment faible pour que les deux bandes soient sous le
niveau de Fermi. Dans notre mode`le ce saut intervient pour un angle θ proche de 50◦. La
courbe de transmission en fonction de θ est alors un cre´neau et a une forme tre`s proche de
la courbe expe´rimentale (voir figure 5.4).
...mais peu re´aliste
Bien qu’extreˆmement simple, l’exemple du fil infini permet donc d’expliquer l’origine
de l’AMR dans les contacts atomiques de fer. Les re´sultats obtenus avec ce mode`le sont
en tre`s bon accord avec l’expe´rience. Il pre´dit correctement la direction d’aimantation
correspondant a` la meilleure conductance (θ = π/2), l’ordre de grandeur du coefficient
d’AMR et la forme de la courbe de conductance en fonction de θ.
Ne´anmoins, ce mode`le n’est pas satisfaisant. Tout d’abord, si on examine la structure de
bandes (voir figure 5.3), la pre´sence de l’effet d’AMR apparaˆıt comme purement accidentel :
il est possible uniquement parce que la bande δ aﬄeure le niveau de Fermi. Une modification
du niveau de Fermi ou de la bande δ de ±2ξ entraˆınerait sa disparition (rappelons que le
parame`tre de couplage spin-orbite ξ vaut 0.06eV dans le fer). Or expe´rimentalement, le fil
est connecte´ a` deux e´lectrodes massives qui imposent leur niveau de Fermi au syste`me et
il semble peu probable que celui-ci tombe dans l’intervalle ade´quat. Si l’on s’en tenait a`
l’explication fournie par le mode`le du fil infini, l’AMR serait donc difficilement observable
et l’expe´rience peu reproductible, ce qui n’est pas le cas.
Par ailleurs, la ge´ome´trie du fil est tre`s e´loigne´e du syste`me expe´rimental qui contient
de nombreux de´fauts et qui est connecte´ a` deux e´lectrodes massives. Dans le cas du fil
parfait, la courbe d’AMR pre´sente un saut parce que la transmission de tous les canaux
























Fig. 5.5: Transmission en fonction de l’orientation du moment magne´tique pour un fil mono-
atomique de fer contenant un de´faut. Calcul TBStoner.
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1 2 Ν−1 Ν
Fig. 5.6: Transmission en fonction de l’orientation du moment magne´tique pour un fil mono-
atomique de fer connecte´ a` deux e´lectrodes massives. Calcul TBStoner.
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vaut 1 et que par conse´quent la transmission totale est un entier. Cette re`gle ne s’applique
pas dans une ge´ome´trie plus complexe ou` la syme´trie de translation est brise´e et ou` la
transmission de chaque canal peut prendre n’importe quelle valeur entre 0 et 1. Pour
illustrer les re´percussions d’un de´faut sur l’AMR du fil, on a calcule´ la transmission au
niveau de Fermi en fonction de la direction de l’aimantation pour un fil atomique dont l’une
des distances interatomiques est e´tire´e. Les re´sultats, reporte´s sur la figure 5.5 re´ve`lent que
lorsque la taille du de´faut augmente, la courbe n’est plus un cre´neau entre deux valeurs
entie`res mais devient continue avec un maximum a` θ = π/2. La courbe d’AMR est adoucie
par le de´faut. De meˆme si on connecte le fil a` deux e´lectrodes massives la courbe d’AMR
est adoucie, quelque soit la longueur de fil conside´re´e (voir figure 5.6).
Nous avons vu au chapitre 4 que la transmission du canal δ est fortement affecte´e par
la pre´sence de de´fauts (voir figure 4.7). Puisque l’AMR dans un fil atomique de fer est due
uniquement aux bandes δ, il n’est pas e´tonnant qu’elle soit elle aussi fortement affecte´e.
Notons par ailleurs que quand le fil contient un de´faut ou est connecte´ a` des e´lectrodes, on
ne peut pas en toute rigueur parler de bandes δ. Toutefois, si localement, la ge´ome´trie est
proche de celle du fil, la structure e´lectronique est localement proche de celle du fil infini
et les e´tats de type δ sont clairement identifiables (cf. section 4.5.2 , figure 4.12). Mais
leur dispersion est modifie´e par la pre´sence des e´lectrodes et on s’attend donc a` ce que les
proprie´te´s qui leur sont associe´es (telle que l’AMR) soient elles aussi affecte´es.
Donc, si le mode`le du fil infini semble pouvoir expliquer simplement l’AMR comme un
effet du couplage spin-orbite seul, il est peu probable que cette explication reste valable
dans le cas d’une ge´ome´trie plus re´aliste.
Roˆle de la polarisation orbitale
Dans les calculs pre´ce´dents, on s’est place´ dans le mode`le TBStoner avec couplage spin-
orbite. Dans ce cas la modification des e´tats δ du fil en fonction de l’orientation du moment
magne´tique est continue. La courbe de conductance en fonction de θ est donc continue (sauf
quand pour des raisons de syme´trie la transmission est un entier), et on ne peut expliquer
les re´sultats expe´rimentaux. Nous avons vu au chapitre 3 que, dans les nanostructures
unidimensionnelles, le mode`le de Stoner ne de´crit pas correctement les interactions inter-
e´lectroniques et qu’il est ne´cessaire d’utiliser un mode`le d’interaction plus complet (mode`le
TBHF). L’anisotropie magne´tique de la structure de bandes est alors renforce´e par un effet
de polarisation orbitale (voir figure 5.7).
Le de´calage des bandes δ lie´ a` la rotation de l’aimantation est alors beaucoup plus
important et l’effet d’AMR dans le fil semble alors moins accidentel. Par ailleurs, quand
nous avons e´tudie´ la structure e´lectronique du fil (cf. section 3.3.4), nous avons vu qu’il
apparaˆıt deux solutions e´lectroniques distinctes quand l’aimantation tourne de 0◦ a` 90◦.
Dans ce cas, le saut dans la courbe de conductance peut s’expliquer comme le passage
d’un e´tat e´lectronique a` l’autre. En effet, comme les deux solutions ont des structures
e´lectroniques diffe´rentes, leurs coefficients de transmission diffe`rent. Cette explication est
plus convaincante que l’explication pre´ce´dente (selon laquelle le saut est lie´ au passage
d’une bande δ au dessus du niveau de Fermi) notamment parce qu’elle reste valable quand
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Fig. 5.7: Structure de bandes et transmission d’un fil monoatomique de fer. Calcul TBHF +
spin-orbite.
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on ajoute des de´fauts ge´ome´triques et qu’on connecte le fil a` des e´lectrodes compactes.
Ainsi, quand la polarisation orbitale est prise en compte, la transposition du fil au cas re´el
apparaˆıt plus pertinente. Pour confirmer ces re´sultats, nous avons re´alise´ un calcul sur un
syste`me plus re´aliste que le fil monoatomique.
5.3.2 Syste`mes re´alistes
Syste`mes e´tudie´s et imple´mentation du calcul
Une des principales difficulte´s lie´es a` la mode´lisation des jonctions a` cassure est la de´ter-
mination de leur ge´ome´trie. Il est en effet difficile de pre´dire l’arrangement des atomes au
niveau du contact atomique. Il est toutefois possible d’obtenir des configurations re´alistes
a` partir de calcul de dynamique mole´culaire [119–121]. Ne´anmoins, comme l’arrangement
des atomes diffe`re d’une expe´rience a` l’autre, il serait ne´cessaire, pour obtenir un re´sultat
quantitatif, de re´aliser une e´tude statistique sur plusieurs ge´ome´tries obtenues par dyna-
mique mole´culaire. Nous nous contenterons donc de re´sultats qualitatifs pour lesquels il
n’est pas ne´cessaire de connaˆıtre la position exacte des atomes et nous utiliserons une
ge´ome´trie mode`le obtenue a` partir du cristal parfait.
Comme nos calculs pre´ce´dents ont re´ve´le´ que les effets d’anisotropie magne´tique sont
fortement renforce´s dans les syste`mes unidimensionnels, nous avons de´cide´ de comparer une
ge´ome´trie ne contenant pas de fil a` une ge´ome´trie en contenant un. Les deux ge´ome´tries
e´tudie´es sont repre´sente´es sur la figure 5.8. On se place dans une supercellule de 5×5 atomes
reproduite pe´riodiquement dans le plan xy. On suppose que cette cellule est suffisamment
large pour qu’on puisse se contenter d’un calcul au point k// = Γ. Les e´lectrodes sont
deux surfaces BCC (001). Elles sont construites a` partir de la reproduction pe´riodique de
deux plans atomiques de fer BCC. La fonction de Green de surface des e´lectrodes est donc
ge´ne´re´e a` partir d’un syste`me de 5× 5 × 2 = 50 atomes. On choisit comme parame`tre de
maille celui du fer a` l’e´quilibre (a = 2.87A˚).
Dans la ge´ome´trie 1, le contact est re´alise´ par deux pyramides parfaites, de trois e´tages,
se touchant par leur sommet. La distance entre les deux sommets est choisie comme e´tant la
distance entre premier voisin dans le volume (d = a
√
3/2 = 2.48A˚). Dans la ge´ome´trie 2, on
ajoute un atome entre les sommets des deux pyramides a` une distance d des deux sommets.
Dans cette ge´ome´trie, l’atome central est dans un environnement unidimensionnel proche
de celui du fil puisqu’il ne posse`de que deux premiers voisins.
Nous avons vu au chapitre 4 qu’il e´tait ne´cessaire, pour la cohe´rence du calcul, d’ajouter
une partie des e´lectrodes au conducteur effectif. On ajoute donc 2 plans atomiques de fer
BCC a` la base de chaque pyramide. Un troisie`me plan est ajoute´ a` la base d’une des deux
pyramides pour assurer la continuite´ lors de la premie`re partie du calcul ou` l’on suppose
que le conducteur effectif est pe´riodique selon la direction z. La partie centrale contient
alors au total 153 atomes dans la ge´ome´trie 1 et 154 atomes dans la ge´ome´trie 2.
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Fig. 5.8: Les deux ge´ome´tries. Vue 3D du conducteur effectif (en haut), vue en coupe du syste`me
total (au milieu) et vue 3D du syste`me simule´ (en bas).
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Structure e´lectronique et configuration magne´tique
On souhaite calculer la conductance des syste`mes 1 et 2 quand la direction du champ
magne´tique exte´rieur varie de θ = 0 a` θ = π/2.
Au cours de la premie`re e´tape du calcul, on doit de´terminer la structure e´lectronique
et la configuration magne´tique des diffe´rentes parties du syste`me dans ces conditions. Pour
cela on re´alise un calcul autocohe´rent avec les deux mode`les TBStoner et TBHF. Rappelons
que dans notre mode´lisation, l’hamiltonien est de la forme
H = HLF +HNL +Hint +HSO. (5.3)
La matrice HLF est la matrice de liaisons fortes qui contient les niveaux e´lectroniques
et inte´grales de saut. Elle est donne´e par la parame´trisation de Papaconstantopoulos. La
matrice HSO est la matrice de couplage spin-orbite (cf. annexe C). La matrice HNL contient
la correction des niveaux e´lectroniques ne´cessaire pour maintenir la neutralite´ locale. La
matrice Hint contient les interactions e´lectroniques pour le mode`le de Stoner ou le mode`le
Hartree-Fock, selon le type de calcul effectue´. Le calcul autocohe´rent sert a` de´terminer les
deux matrices HNL et Hint pour le syste`me et le mode`le d’interaction choisis.
Les e´lectrodes sont parfaites. Leur structure e´lectronique est donc celle du cristal de fer
BCC et aucune correction n’est ne´cessaire pour pallier le transfert de charges (HNL = 0).
Le moment magne´tique par atome est de 2.25µB. Comme l’anisotropie magne´tique est
tre`s faible en volume, on suppose qu’il est parfaitement aligne´ avec le champ magne´tique
externe. En effet, expe´rimentalement, le champ magne´tique exte´rieur applique´ est de 2
tesla, ce qui est amplement suffisant pour imposer la direction de l’aimantation du fer
volumique.
Pour obtenir la structure e´lectronique de la partie centrale, on impose des conditions
aux limites pe´riodiques dans les trois directions au conducteur effectif (syste`me en rouge
sur la figure 5.8) et on re´alise un calcul autocohe´rent au point Γ. Comme la partie centrale
est par la suite connecte´e aux e´lectrodes qui, par leur taille, imposent le niveau de Fermi du
syste`me total, on fixe le niveau de Fermi au cours des ite´rations au niveau des e´lectrodes
(et donc au niveau du cristal BCC parfait). Dans la partie du conducteur effectif qui
correspond aux e´lectrodes, on suppose que l’orientation du moment est aligne´e avec le
champ externe. On impose donc la direction du moment au cours du calcul a` l’aide de la
me´thode de pe´nalisation. Ceci permet d’introduire l’effet du champ magne´tique externe de
manie`re indirecte, par l’interme´diaire de son action sur les e´lectrodes. Cela permet aussi de
re´duire le nombre de degre´s de liberte´ du syste`me et donc de faciliter la convergence. La
valeur absolue du moment est quant a` elle laisse´e libre au cours des ite´rations. On s’attend
en effet a` ce que celle-ci augmente lorsqu’on approche de la surface.
Dans les deux pyramides et sur l’atome de contact, les moments atomiques sont libres
au cours des ite´rations. En effet , nous avons vu que dans les syste`mes unidimensionnels,
l’anisotropie magne´tique pouvait eˆtre importante ( de l’ordre de 10−3eV avec le mode`le de
Stoner et de l’ordre de 10−2eV avec le mode`le HF). Cette e´nergie d’anisotropie n’est pas
ne´gligeable devant l’effet Zeeman duˆ au champ magne´tique externe (de l’ordre de 10−4eV
pour un champ de 2 Tesla). On s’attend donc a` ce que le moment magne´tique ne soit




Fig. 5.9: Repre´sentation sche´matique de la configuration des moments de spin et orbitaux dans
les solutions S1 et S2 obtenues avec la me´thode TBHF pour la ge´ome´trie 2.
pas aligne´ avec le champ magne´tique externe, notamment dans la ge´ome´trie 2 ou` l’atome
de contact est dans un fil. Ne´anmoins, l’e´change magne´tique avec les e´lectrodes tend a`
aligner le moment dans le contact avec le moment des e´lectrodes, et donc indirectement
avec le champ magne´tique exte´rieur. L’orientation des moments ne peut donc eˆtre pre´dite
simplement et doit eˆtre de´termine´e de manie`re auto-cohe´rente. La configuration d’e´quilibre
ainsi obtenue minimise l’e´nergie magne´tique en offrant le meilleur compromis entre la
contribution d’e´change qui tend a` aligner le moment avec celui des e´lectrodes et l’anisotropie
magne´tique qui tend a` aligner le moment avec la direction facile d’aimantation.
Dans le cas du mode`le TBStoner, nos calculs montrent que dans les deux ge´ome´tries,
l’ensemble des moments atomiques du contact s’aligne avec le champ externe, quelque soit
l’angle θ. La contribution d’e´change l’emporte donc sur l’anisotropie.
Dans le mode`le TBHF, le comportement magne´tique est plus complexe. Dans la ge´ome´-
trie 1, l’ensemble des moments s’aligne avec le champ, quelque soit θ. Dans la ge´ome´trie 2,
l’anisotropie magne´tique dans le fil est suffisamment importante pour contrer la contribu-
tion d’e´change et deux solutions me´tastables apparaissent : une solution S1, stable pour θ
compris entre 0◦ et 80◦ et une solution S2, me´tastable pour θ compris entre 40◦ et 80◦ mais
stable a` θ = 90◦. Ces deux e´tats diffe`rent par la direction des moments de spin et orbitaux
sur les trois atomes centraux. L’aimantation des autres atomes est quasiment aligne´e avec
le champ magne´tique exte´rieur. Plus pre´cise´ment, dans la solution S1, le moment de spin
de l’atome central s’e´carte de la direction du champ magne´tique exte´rieur et s’incline vers
l’axe du fil. Dans la solution 2, le moment de spin de l’atome central s’e´carte de la direction
du champ exte´rieur pour s’incliner vers la direction perpendiculaire au fil. La distinction
entre S1 et S2 est encore plus prononce´e au niveau du moment orbital local. En effet, pour
la solution S1, le moment orbital sur l’atome central est fortement augmente´ (2.5µB) et
quasiment aligne´ le long de l’axe du fil (voir figure 5.9). Dans la solution S2, il est plus faible
(1.5µB) et quasiment perpendiculaire a` l’axe du fil. En fait, le moment orbital de l’atome
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central est presque inde´pendant de θ dans les domaines de stabilite´ respectif de S1 et S2.
Ces diffe´rences de moment de spin et orbitaux impliquent que la structure e´lectronique de
ces deux solutions est comple`tement diffe´rente sur les trois atomes. Notons que ces deux
solutions sont similaires aux solutions S1 et S2 obtenues dans le fil infini (cf. section 3.3.4).
Roˆle de la ge´ome´trie
Une fois la structure e´lectronique et la configuration magne´tique de´termine´es, on peut
calculer les proprie´te´s de transport des deux syste`mes. Dans un premier temps, nous avons
calcule´ le coefficient de transmission en fonction de l’e´nergie quand le champ magne´tique
est perpendiculaire (θ = π/2) ou paralle`le (θ = 0) a` l’axe principal des pyramides (z). Sur
la figure 5.10, on compare les courbes obtenues pour les ge´ome´tries 1 et 2, avec les mode`les
d’interaction TBStoner et TBHF. Ces re´sultats soulignent l’importance de la ge´ome´trie du
contact. Il apparaˆıt en effet que l’anisotropie du syste`me 1 est tre`s faible. En particulier, la
transmission au niveau de Fermi, qui est proportionnelle a` la conductance dans le re´gime
de re´ponse line´aire, est quasiment e´gale pour les deux directions d’aimantation. On ne
s’attend donc pas a` observer un effet d’AMR significatif. Au contraire, la transmission
du syste`me 2 est fortement anisotrope, a` cause de l’environnement unidimensionnel de
l’atome central qui induit une anisotropie magne´tique plus forte. Ainsi, la pre´sence d’un
court fil monoatomique entre les deux e´lectrodes est ne´cessaire a` l’apparition d’une AMR
significative.
Roˆle de la polarisation orbitale
L’anisotropie magne´tique globale de la courbe de transmission du syste`me 2 est plus
importante avec le mode`le HF qu’avec le mode`le de Stoner. Toutefois, il est inte´ressant de
remarquer qu’autour du niveau de Fermi, l’anisotropie obtenue avec le mode`le de Stoner
est non ne´gligeable. Les mode`les TBHF et TBStoner pre´disent tous les deux un coefficient
d’AMR dont le signe et la valeur absolue (10.2% avec le mode`le TBStoner et 37.5% avec le
mode`le TBHF) sont en bon accord avec les expe´riences. Pour distinguer les deux mode`les
d’interaction, nous avons calcule´ la transmission au niveau de Fermi du syste`me 2 quand
la direction du champ magne´tique θ varie de 0◦ a` 90◦. Les re´sultats reporte´s sur la figure
5.11 re´ve`lent une diffe´rence majeure entre les deux mode`les : dans le mode`le TBStoner, la
conductance varie continuˆment avec θ alors que le mode`le TBHF reproduit la courbe en
cre´neau mesure´e expe´rimentalement.
Comme nous l’avons vu dans la section pre´ce´dente, la modification de la structure e´lec-
tronique due au couplage spin-orbite seul varie continuˆment avec la direction d’aimantation
et la courbe de conductance obtenue avec le mode`le TBStoner est donc continue. En re-
vanche, quand l’ensemble des interactions HF est pris en compte, la variation de la direction
du champ exte´rieur entraˆıne un passage de la solution S1 a` la solution S2 qui conduit a` un
re´arrangement complet de la structure e´lectronique. Cet effet induit le changement abrupt
de conductance observe´ sur la courbe 5.11 b. Nos calculs ont re´ve´le´ que les solutions S1 et
S2 sont toutes les deux stables quand θ est compris entre 40◦ et 70◦. Ainsi, l’angle θ auquel
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Fig. 5.10: Transmission e´lectronique en fonction de l’e´nergie pour les syste`mes 1 et 2 et les
mode`les d’interaction TBStoner et TBHF, quand le champ magne´tique exte´rieur est
perpendiculaire (θ = pi/2, en rouge) ou paralle`le (θ = 0, en noir) a` la direction de
propagation du courant (z).
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le changement d’e´tat a lieu n’est pas pre´cise´ment de´fini et peut eˆtre diffe´rent quand θ aug-
mente ou diminue, entraˆınant l’effet d’hyste´re´sis observe´ expe´rimentalement. Les re´sultats
obtenus avec le mode`le TBHF sont donc en tre`s bon accord avec les expe´riences de Viret
et al. [32].





















Fig. 5.11: Transmission au niveau de Fermi du syste`me 2 en fonction de la direction du champ
magne´tique exte´rieur. Comparaison des mode`les TBStoner et TBHF.

Conclusion
Nous avons pre´sente´ une me´thode de calcul du transport e´lectronique polarise´ en spin
a` travers les contacts atomiques. Ce calcul est effectue´ en deux e´tapes. Dans un premier
temps, la structure e´lectronique du syste`me est calcule´e a` partir d’un mode`le de liaisons
fortes e´tendu au magne´tisme non-coline´aire prenant en compte le couplage spin-orbite.
Dans un second temps, la conductance du syste`me est calcule´e dans le formalisme de
Landauer a` l’aide d’une technique base´e sur les fonctions de Green. Notre e´tude a re´ve´le´
qu’il est important au cours de la premie`re e´tape d’avoir une description comple`te de la
de´pendance orbitale des interactions e´lectroniques intra-atomiques si on souhaite reproduire
correctement les proprie´te´s magne´tiques des atomes de faible coordinence, pre´sents au
niveau du contact. Ces atomes pre´sentent un effet de polarisation orbitale qui ne peut
eˆtre de´crit par les mode`les standard de magne´tisme (TBStoner, LSDA). Nous avons donc
introduit un mode`le d’interaction e´lectronique de type Hartree-Fock (TBHF).
L’application de cette me´thode a` l’e´tude des jonctions a` cassure de fer a apporte´ un
nouvel e´clairage sur les effets de magne´tore´sistance anisotrope (AMR) mesure´s expe´rimen-
talement dans ce type de syste`me. Tout d’abord nous avons mis en avant le roˆle joue´ par
la ge´ome´trie du contact. Nous avons montre´ que pour avoir une AMR de l’ordre de celle
mesure´e expe´rimentalement, l’atome de contact doit eˆtre dans un environnement de fil mo-
noatomique (c’est-a`-dire avec seulement deux premiers voisins). L’anisotropie magne´tique
est alors suffisamment renforce´e, au niveau du fil, pour ge´ne´rer une AMR de l’ordre de
20%. Enfin nous avons pu expliquer la forme en cre´neau des courbes expe´rimentales de
conductance en fonction de la direction du champ magne´tique. Nous avons montre´ que
l’existence de deux e´tats de conduction est directement lie´e a` l’existence de deux e´tats
e´lectroniques me´tastables. Ces deux e´tats diffe`rent principalement par la direction du mo-
ment orbital sur l’atome de contact. Les effets de polarisation orbitale, qui sont a` l’origine
d’une forte augmentation de l’anisotropie dans les syste`mes de basse dimension, joue un
roˆle primordial dans cette interpre´tation. En effet, le mode`le de Stoner, qui ne de´crit pas
ces effets, ne reproduit pas les re´sultats expe´rimentaux.
D’autres explications existent dans la litte´rature. Ainsi, selon Tsymbal et al., la pre´sence
d’un saut dans la courbe de conduction en fonction de l’angle du champ magne´tique est lie´e
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au passage d’une bande e´lectronique au dessus du niveau de Fermi, sous l’effet du couplage
spin-orbite [34, 122]. Comme nous l’avons vu section 5.3.1, cette explication est valable
dans le cas d’un fil monoatomique parfait mais ne re´siste pas a` la pre´sence de de´fauts
ou d’e´lectrodes. Shi et al. proposent quant a` eux que les deux plateaux de conductance
correspondent a` deux configurations ge´ome´triques distinctes [123, 124]. Le passage d’une
configuration a` l’autre serait pilote´ par le champ magne´tique externe. Cependant, aucun
me´canisme n’est propose´ pour expliquer comment le changement de ge´ome´trie s’ope`re.
Ainsi, notre explication demeure pour l’instant la plus convaincante. Ne´anmoins quelques
points importants restent a` e´claircir. Tout d’abord, notre interpre´tation repose sur la sup-
position qu’au moins un atome du contact est dans un environnement de fil monoatomique.
Pour l’instant, aucun re´sultat expe´rimental ou the´orique n’a confirme´ l’existence de ce type
de configuration dans les jonctions a` cassure de fer. Un calcul en dynamique mole´culaire
de la formation d’un contact atomique de fer apporterait de pre´cieuses informations sur ce
point, mais il serait ne´cessaire d’observer une jonction a` cassure au microscope e´lectronique
a` effet tunnel pour s’assurer de l’existence de cette configuration atomique. De meˆme, il
serait inte´ressant d’avoir une confirmation, par une autre me´thode de calcul (LDA+U,
par exemple), de l’existence des deux solutions magne´tiques me´tastables que nous avons
trouve´es dans le fil monoatomique et le contact atomique de fer.
L’e´tude du transport e´lectronique a` travers les contacts atomiques magne´tiques offre
encore de nombreuses perspectives. Comme nous l’avons vu au cours de cette the`se, les
contacts atomiques de me´taux de transition 3d posse`dent une magne´tore´sistance anisotrope
ge´ante. Or le couplage spin-orbite est relativement faible dans ces mate´riaux (ξSO = 0.06eV
dans le fer). On s’attend a` ce que ces effets soient exacerbe´s dans les me´taux de transition
plus lourds tel que le platine ou` le couplage spin-orbite est beaucoup plus fort. Le platine
n’est pas magne´tique en volume, mais des calculs ab initio ont re´ve´le´ qu’il avait de fortes
chances d’eˆtre magne´tique dans un environnement de fil monoatomique [55]. Les effets
magne´tore´sistifs d’une jonction a` cassure de platine risquent donc d’eˆtre particulie`rement
inte´ressants. On peut en effet s’attendre a` ce que seuls les atomes proches du contact soient
magne´tiques.
ANNEXEA
Me´canique quantique en base
non-orthogonale
On se place dans une base de N fonctions d’onde |i〉. On note Sij = 〈i|j〉 la matrice de
leurs recouvrements. Un e´tat |ψ〉 est repre´sente´e dans cette base par le vecteur colonne ψ





Dans une base non-orthogonale, il est important de bien distinguer un e´tat |ψ〉 du vec-
teur ψ qui le repre´sente dans cette base. En effet, certaines relations simples qui existent
dans une base orthogonale ne fonctionnent plus. Par exemple en base orthogonale, la





C∗i CjSij 6= |ψ|2. (A.2)
Pour simplifier le proble`me il est inte´ressant d’introduire la base duale [125] compose´e





|i〉〈˜i| = Iˆ (A.3)
ou` Iˆ est l’ope´rateur identite´. Les fonctions des deux bases sont alors relie´es par :
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Une fonction d’onde quelconque peut alors eˆtre repre´sente´e de deux fac¸ons diffe´rentes










Nous noterons ψ et ψ˜ les vecteurs colonnes des coefficients correspondants a` ces deux













C∗i C˜i = ψ
† · ψ˜ (A.8)
ou` ψ† repre´sente le vecteur ligne transpose´ conjugue´ du vecteur ψ . On retrouve alors une
relation simple entre un e´tat et sa repre´sentation vectorielle dans la base.






Ces trois matrices sont relie´es par la relation :
A = SA¯ = SA˜S (A.10)
























Selon le type d’ope´rateur conside´re´, il peut eˆtre inte´ressant, en terme de temps calcul, de
choisir l’une ou l’autre de ces repre´sentations. Ainsi on repre´sente ge´ne´ralement l’hamilto-
nien dans la base directe (matrice H) et la fonction de Green dans la base duale (matrice





= Iˆ . (A.12)
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En introduisant la relation de fermeture A.3 et en multipliant par 〈˜i| a` gauche et |j〉 a`






|j〉 = 〈˜i|j〉 = δij, (A.13)
soit en utilisant les notations matricielles pre´ce´dentes :
G˜(E) (ES−H) = I. (A.14)
La repre´sentation de la fonction de Green dans la base duale est donc simplement l’inverse
de la matrice (ES −H). Cette repre´sentation est en ge´ne´ral pre´fe´re´e a` la repre´sentation
dans la base directe dont le calcul requie`re, en plus de l’inversion, deux multiplications
matricielles. On peut ge´ne´raliser le re´sultat A.14 en remarquant que la repre´sentation en
base duale de l’inverse d’un ope´rateur et l’inverse de la matrice le repre´sentant dans la base
directe, et inversement.
Encore une fois il est important de bien distinguer un ope´rateur de sa repre´sentation
matricielle. Par exemple, les valeur propres de l’ope´rateur Aˆ ne sont pas les valeurs propres
de la matrice A comme c’est le cas en base orthogonale. Si |ψ(n)〉 =∑iC(n)i |i〉 est vecteur
propre de Aˆ, alors




















Les valeurs propres de Aˆ sont donc les valeurs propres de la matrice A¯ = S−1A. La trace






soit, d’apre`s les formules A.18 et A.9 :




Dans le mode`le de liaisons fortes que nous utilisons, l’hamiltonien de´pend de la charge
(et du moment dans le cas d’un calcul magne´tique) sur chaque atome. Inversement, la
charge est calcule´e a` partir de l’hamiltonien. A l’e´quilibre, ρ, le vecteur colonne des charges
(et des moments) atomiques est donc solution de l’e´quation
ρ = f(H(ρ)), (B.1)
ou` f est la fonctionnelle graˆce a` laquelle la charge peut eˆtre calcule´e a` partir de l’hamilto-
nien. Le calcul de la charge d’e´quilibre est donc e´quivalent a` une recherche de points fixes
de la fonction f ◦H. Notons qu’un point fixe de cette fonction correspond a` un e´tat stable
du syste`me, mais que rien ne garantit qu’il s’agisse du point de plus basse e´nergie.
Pour re´soudre ce type de proble`me, on proce`de de manie`re ite´rative. En dehors de
l’e´quilibre, ρ 6= f(H(ρ)) et par convention, on note ρout = f(H(ρin)). On part d’une
configuration initiale de charges (et de moments) atomiques ρ
(0)
in , et on calcule la charge
ρ
(0)




out. On re´ite`re le processus
jusqua` ce que :
F(ρ
(n)
in ) = |ρ(n)out − ρ(n)in | < η, (B.2)
ou` η est le crite`re de convergence souhaite´.
En ge´ne´ral, ce sche´ma ite´ratif ne converge pas et la charge finit par diverger ou osciller
entre deux valeurs. Pour la stabilite´ de l’algorithme, il est ne´cessaire d’utiliser comme charge
d’entre´e au pas n+ 1 un me´lange des charges obtenues aux pas pre´ce´dents.
Me´lange simple
Une premie`re ide´e consiste a` re´injecter a` chaque ite´ration une combinaison line´aire des
charges d’entre´e et de sortie du pas pre´ce´dent. Ainsi la charge d’entre´e utilise´e au pas n+1




in = (1− α)ρ(n)in + αρ(n)out = ρ(n)in + αF(n), (B.3)
ou` F(n) = ρ
(n)
out − ρ(n)in . L’efficacite´ de cette me´thode est pilote´e par :
– Le parame`tre α compris entre 0 et 1 : si α est trop proche de 1, l’algorithme est
instable et a de fortes chances de diverger ; inversement un parame`tre trop faible
fournit un algorithme stable mais ralentit conside´rablement la convergence. Le choix
de α Le choix optimal de´pend du type de syste`me e´tudie´.
– La charge initiale ρ
(0)
in : plus la charge de de´part est proche de la charge d’e´quilibre,
plus l’algorithme a des chances de converger.
Me´lange de Broyden
On peut ame´liorer conside´rablement la convergence en utilisant une me´thode de me´-
lange plus e´labore´e. Dans nos calculs, on a utilise´ la me´thode de Broyden modifie´e propose´e
par Vanderbilt et Louie [126] . On remarque que la charge d’e´quilibre est un ze´ro de la
fonction F. Elle peut donc eˆtre calcule´e par la me´thode de Newton a` l’aide du jacobien J
de F. Dans notre cas, on ne connaˆıt pas la forme exacte de la fonction F et on doit donc
se contenter d’une approximation du jacobien calcule´e a` partir des charges obtenues dans






ou` G(n) = (J(n))−1 et J(n) est l’approximation du jacobien au pas n. Dans la pratique, le
calcul peut eˆtre effectue´ sans qu’il ne soit ne´cessaire de stocker ou d’inverser la matrice
J[127]. Le couˆt en taille me´moire et en temps de calcul est alors ne´gligeable. Le me´lange de
Broyden est relativement stable et beaucoup plus rapide que le me´lange simple. Ne´anmoins,
nos calculs ont montre´ que, pour certains syste`mes magne´tiques non-coline´aires contenant
un grand nombre d’atomes, la me´thode de Broyden diverge. Il est alors ne´cessaire d’amorcer
le me´lange avec quelques ite´rations au cours desquelles ont re´alise un me´lange simple.
Pour montrer le gain d’efficacite´ induit par la me´thode de Broyden, on a calcule´ la
structure e´lectronique d’un empilement de 11 plans atomiques de fer BCC (001) avec les
deux types de me´lange. Sur la figure B.1 on a reporte´ la charge et l’e´nergie obtenues au
cours des ite´rations. La supe´riorite´ de la me´thode de Broyden apparaˆıt clairement. Il faut
plus de 60 ite´rations avec le me´lange simple pour atteindre la convergence obtenue en 25
pas avec le me´lange de Broyden. On remarque que la me´thode de Broyden converge par
”sauts” successifs quand le me´lange simple pre´sente une convergence quasi line´aire (pour
l’e´nergie).
Notons qu’ils existent d’autre me´thodes de me´lange. Pour une revue de´taille´e, on se
reportera a` l’article de Eyert [128].
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Fig. B.1: Convergence de la charge (a` gauche) et de l’e´nergie (a` droite) au cours des ite´rations
lors du calcul de la structure de bandes d’une surface de fer BCC (001). Comparaison
du me´lange simple (en rouge) et du me´lange de Broyden (en noir).

ANNEXEC
Moment orbital et couplage
spin-orbite dans une base d’orbitales
d
L’ope´rateur de moment orbital est un ope´rateur vectoriel :







On cherche a` calculer les e´le´ments de matrice de ses trois composantes dans une base de












Par orthogonalite´ de la base de spin, seuls les termes ou` σ = σ′ sont non nuls. En utilisant
la forme analytique des orbitales, on peut alors calculer la repre´sentation matricielle des
trois composantes de L dans la base (dxy, dxz, dyz, dx2−y2 , dz2) :
〈λσ|Lx|µσ〉 =

0 0 −i 0 0
0 0 0 −i −i√3
i 0 0 0 0
0 i 0 0 0
0 i
√
3 0 0 0
 (C.3)
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〈λσ|Ly|µσ〉 =

0 i 0 0 0
−i 0 0 0 0
0 0 0 −i i√3
0 0 i 0 0




0 0 0 2i 0
0 0 i 0 0
0 −i 0 0 0
−2i 0 0 0 0
0 0 0 0 0
 . (C.5)
A partir de ces matrices, on peut de´river la matrice de couplage spin-orbite, d’e´le´ments
〈λ¯σ|L.S|µ¯σ′〉 = 〈λ¯σ|Lx.Sx|µ¯σ′〉+ 〈λ¯σ|Ly.Sy|µ¯σ′〉+ 〈λ¯σ|Lz.Sz|µ¯σ′〉, (C.6)
ou` |λ¯〉 est la partie angulaire de l’orbitale λ et S l’ope´rateur de moment de spin. Dans la







ou` σx, σy et σz sont les matrices de Pauli (cf. formule 1.104) Si l’axe de quantification de la
base de spin est selon une direction z′′ quelconque, de´finie par les angles θ et φ (cf. figure
1.7), l’ope´rateur S dans la base de de´part s’obtient apre`s rotation des matrices de Pauli
a` l’aide de la matrice R(θ, φ) (cf. formule 1.105). Les e´le´ments de matrice du couplage
spin-orbite, dans une base de spin-orbitales ou` l’axe de quantification orbitale est selon z
et l’axe de quantification de spin est selon z′′, sont alors donne´s par :
〈λ¯ ↑ |L.S|µ¯ ↑〉 =
0 i
2
sinφ sin θ −i
2
cosφ sin θ i cos θ 0
−i
2











cosφ sin θ −i
2
cos θ 0 −i
2





−i cos θ i
2
cosφ sin θ i
2









sinφ sin θ 0 0
 ,
(C.8)






g(φ, θ) −i sin θ 0
−1
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ou` f(φ, θ) = cosφ + i sinφ cos θ et g(φ, θ) = sinφ − i cosφ cos θ. Les autres blocs de la
matrice (10× 10) de couplage spin-orbite sont obtenus a` partir des relations :
〈λ¯ ↓ |L.S|µ¯ ↑〉 = −〈λ¯ ↑ |L.S|µ¯ ↓〉∗ (C.10)
〈λ¯ ↓ |L.S|µ¯ ↓〉 = 〈λ¯ ↑ |L.S|µ¯ ↑〉∗ (C.11)
Notons que nous avons calcule´ ici la matrice de couplage spin-orbite dans la base de spin
oriente´e selon z′′, c’est a` dire selon la direction du moment magne´tique. Cette formulation
est ne´cessaire lorsqu’on souhaite re´aliser une e´tude en perturbation du couplage spin-orbite
(cf. annexe D). Dans nos calculs liaisons fortes, on se place toujours dans la base de spin
oriente´e selon l’axe z. La matrice de couplage spin-orbite est alors donne´e par les formules
C.8 et C.9 pour θ = φ = 0 , quelque soit la direction de l’aimantation.
Enfin, on rappelle la relation suivante, de´rive´e par Bruno[91] :




magne´tocristalline et moment orbital
dans la the´orie des perturbations
Dans le fer, le couplage spin-orbite est relativement faible (ξSO = 0.06eV). Il peut donc
eˆtre traite´ en perturbation. Ce traitement perturbatif apporte de nombreuse informations
sur le lien entre anisotropie magne´tique et couplage spin-orbite.
On se place dans une base orthogonale de spin-orbitales d re´elles |iλσ〉. La correction
























Or, pour chaque spin, la matrice 〈λ¯σ|L.S|µ¯σ〉 est imaginaire (cf. annexe C). Le terme de
premier ordre est donc nul.






E(n) − E(n′) . (D.4)
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′, µ′, σ, σ′), (D.5)
ou`
Iij(λ, µ, λ
























iµσ δ(E − E(0)nσ ). (D.7)
L’anisotropie magne´tique du terme de second ordre est donc le produit d’un terme angulaire
quadratique et d’un terme lie´ a` la structure de bandes et a` son remplissage. En utilisant
les relations entres les e´le´ments de matrice de L.S rappele´es dans l’annexe C, on obtient


















i est la contribution de l’atome i a` l’e´nergie de perturbation.
On conside`re maintenant la projection du moment orbital le long de la direction de





|iλσ〉 [Lz′′i] 〈iλσ|. (D.9)





















′, µ, µ′, σ, σ). (D.11)










′, µ, µ′, σ, σ). (D.12)
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En comparant les e´quations D.8 et D.12, on remarque que ∆E
(2)
i et 〈Lz′′i〉 pre´sentent
des similarite´s. Seul un terme de spin-flip (σ 6= σ′) pre´sent dans ∆E(2)i n’apparaˆıt pas dans
〈Lz′′i〉. Cependant, quand l’e´change magne´tique est suffisamment e´leve´ pour que la bande
de spin ↑ soit remplie, la contribution de spin-flip devient ne´gligeable. Dans ce cas, pour
chaque site i, les anisotropies de ∆E
(2)
i et 〈Lz′′i〉 sont proportionnelles :
∆E
(2)
i (θ, φ)−∆E(2)i (0, 0) = −
ξSO
4
(〈Lz′′i(θ, φ)〉 − 〈Lz′′i(0, 0)〉) . (D.13)




Calcul des fonctions de Green de
surface
Mode´lisation du syste`me
Chaque e´lectrode est semi-infinie pe´riodique. Elle peut donc eˆtre construite a` partir
d’une couche principale re´pe´te´e pe´riodiquement (voir figure E.1). On choisit cette couche



























Fig. E.1: Chaque e´lectrode peut eˆtre vue comme une re´pitition semi-infinie de couches iden-
tiques.
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L’hamiltonien de l’e´lectrode α peut alors s’e´crire :
Hα =

. . . . . . . . .
...
...
. . . H0 H1 0 0
. . . H†1 H0 H1 0
. . . 0 H†1 H0 H1
. . . 0 0 H†1 H0
 (E.1)
ou` H0 est l’hamiltonien de la couche principale et H1 est la matrice de saut entre deux
couches successives. La matrice de recouvrement Sα de l’e´lectrode a la meˆme forme. H0 et
H1 sont des matrices de taille nα × nα ou` nα est le nombre d’orbitales atomiques dans la
couche principale de l’e´lectrode α.
On doit calculer la fonction de Green de surface uniquement sur les atomes qui sont en
contact avec la partie centrale du syste`me (C). Donc on se contente de calculer la fonction
de Green de surface sur la dernie`re couche (note´ S sur la figure E.1), qui est la seule couche
en contact avec la partie centrale. Il s’agit de la matrice gSα de taille nα × nα de´finie par la
relation : 
. . . . . . . . .
...
. . . ES0 −H0 ES1 −H1 0
. . . ES†1 −H†1 ES0 −H0 ES1 −H1
. . . 0 ES†1 −H†1 ES0 −H0
×

. . . . . .
...
...
. . . . . . . . . . . .
. . . . . . GS−1α G
S−1S
α





. . . . . .
...
...
. . . Inα 0 0
. . . 0 Inα 0




Si on ajoute une couche (indexe´e par S+1) au syste`me, on peut calculer la fonction de
Green de surface gS+1α (E) du nouveau syste`me a` partir de la fonction de Green de surface
gSα de l’ancien syste`me et des hamiltoniens H0 and H1, a` l’aide de l’e´quation de Dyson :
gS+1α (E) =
(
ES0 −H0 − (ES†1 −H†1)gSα(E)(ES1 −H1)
)−1
(E.3)
Mais, a` cause de la pe´riodicite´ et du caracte`re semi-infini du syste`me, l’ajout d’une
couche ne change pas la fonction de Green sur la couche de surface, et donc gS+1α (E) =
gSα(E).La fonction de Green de surface est donc solution de l’e´quation matricielle
gSα(E) =
(
ES0 −H0 − (ES†1 −H†1)gSα(E)(ES1 −H1)
)−1
(E.4)
Cette e´quation peut eˆtre re´solue de manie`re ite´rative. La convergence peut eˆtre atteinte
rapidement en utilisant le sche´ma ite´ratif propose´ par Lo´pez Sancho [129].
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Cette me´thode est stable mais relativement lente : chaque ite´ration requiert plusieurs
inversions et multiplications de matrices de la taille de H0. Pour cette me´thode on doit
ne´cessairement avoir η diffe´rent de 0 (Z = E + iη).
Me´thode semi-analytique
La fonction de Green de surface est calcule´e analytiquement a` partir des canaux de
conduction de l’e´lectrode [130]. L’e´quation de Schro¨dinger au sein d’une e´lectrode est de
la forme
H0ψZ +H1ψZ+1 +H1
†ψZ−1 = EψZ , (E.5)
ou` ψZ est le vecteur colonne correspondant a` la couche principale d’index Z. L’e´lectrode
est pe´riodique selon la direction z. L’e´quation de Schro¨dinger peut donc eˆtre re´solue en




En substituant cette formulation dans l’e´quation E.5, on obtient(
H0 +H1e
ikz +H1
†e−ikz − E)φkz = 0. (E.7)
Le vecteur φkz correspond alors a` la de´composition dans la base liaisons fortes du mode
de vecteur d’onde kz. Il est facile de ve´rifier que pour une e´nergie E, l’ensemble des e
ikz
et des ψk du syste`me sont respectivement les valeurs propres et les vecteurs propres de la
matrice de taille 2N × 2N
H =




La diagonalisation de cette matrice fournit 2N modes propres l de vecteur d’onde kl. kl
est a priori complexe. Un vecteur kl re´el correspond a` un mode propagatif. Un vecteur
d’onde kl ayant une partie imaginaire non nulle correspond a` un mode non propagatif. Par
ailleurs si eikz est un vecteur propre de H, e−ikz l’est aussi et donc pour chaque mode se
propageant vers la droite, il existe un mode se propageant vers la gauche avec un vecteur
d’onde oppose´. On se´pare ces deux types de mode et on note kl le mode l se propageant
vers la gauche et k¯l le mode l se propageant vers la droite.
On peut montrer que les fonctions de Green de surface gauche et droite sont alors

















































et ou` l’ensemble des vecteurs φ˜k est de´fini comme le dual de l’ensemble des vecteurs φk
par
φ˜klφkh = φ˜k¯lφk¯h = δlh. (E.12)
Cette me´thode a` l’avantage de pouvoir s’effectuer a` η nul et d’eˆtre plus rapide que la
me´thode ite´rative. Ne´anmoins elle ne´cessite l’inversion de la matrice H1 et est de ce fait
beaucoup moins stable. Notons que Rocha et al. ont mis au point une technique permettant
de contourner ce proble`me tout en re´duisant le nombre de degre`s de liberte´ du syste`me
[42].
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h constante de Planck 6.626× 10−34 Js
~ h/2π 1.055× 10−34 Js
m masse de l’e´lectron 9.11× 10−31 kg
e charge de l’e´lectron 1.602× 10−19 C
G0 = e2/h quantum de conductance 38.7× 10−6 ℧
µB = e~/2m magne´ton de Bohr 9.274× 10−24 Am2
Autres grandeurs
Unite´
R re´sistance ohm (Ω)
ρ re´sistivite´ Ωm
G conductance siemens (℧)
γ conductivite´ ℧/m
k vecteur d’onde m−1
H hamiltonien electron-volt (eV)
S recouvrement sans dimension
f(E) fonction de Fermi sans dimension
n(E) densite´ e´lectronique eV−1
D(E) densite´ d’e´tats eV−1
G(E) fonction de Green (retarde´e) eV−1
Σ(E) self-energy eV−1
T (E) probabilite´ de transmission e´lectronique sans dimension
δ(E) fonction delta de Dirac sans dimension
δnm delta de Kronecker sans dimension
EF niveau de Fermi eV
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Notations matricielles
|iλσ〉 Fonction d’onde de la base liaison forte (LF)
|i˜λσ〉 Fonction d’onde de la base duale a` la base LF
Aˆ Ope´rateur
A Matrice de l’ope´rateur Aˆ dans la base LF
A˜ Matrice de l’ope´rateur Aˆ dans la base duale
ψ Vecteur de la fonction d’onde |ψ〉 dans la base LF




AMR Magne´tore´sistance anisotrope (Anisotropic MagnetoResistance)
BCC Cubique centre´ (Body Centered Cubic)
BMR Magne´tore´sistance balistique (Ballistic MagnetoResistance)
DFT The´orie de la fonctionnelle de la densite´ (Density Functional Theory)
FCC Cubique face centre´e (Face Centered Cubic)
FM Ferromagne´tique
GGA Approximation du gradient ge´ne´ralise´ (Generalized Gradient Approximation)
GMR Magne´tore´sistance ge´ante (Giant MagnetoResistance)
HF Hartree-Fock
HS Etat de haut spin (High Spin)
LDA Approximation de la densite´ locale (Local Density Approxiamtion)
LF Liaisons fortes





TB Liaisons fortes (Tight Binding)
TBGGA Mode`le liaisons fortes avec des parame`tres issus de calculs GGA
TBHF Mode`le liaisons fortes + mode`le d’interactions de type Hartree-Fock
TBLDA Mode`le liaisons fortes avec des parame`tres issus de calculs LDA
TBStoner Mode`le liaisons fortes + mode`le d’interactions de type Stoner
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Transport e´lectronique polarise´ en spin dans les contacts ato-
miques de fer
Cette the`se est consacre´e a` l’e´tude the´orique du transport e´lectronique dans les contacts
atomiques magne´tiques. L’objectif principal est d’expliquer la magne´tore´sistance aniso-
trope ge´ante mesure´e expe´rimentalement dans les jonctions a` cassure de fer. Dans ce but,
on a de´veloppe´ une me´thode de calcul de la conductance des nanostructures magne´tiques.
Dans un premier temps, la structure e´lectronique du contact est de´termine´e de manie`re
autocohe´rente dans une base d’orbitales atomiques spd a` l’aide d’un mode`le de liaisons
fortes e´tendu au magne´tisme. Les proprie´te´s magne´tiques sont de´crites a` l’e´chelle atomique
par un mode`le d’interaction inter-e´lectronique. Deux mode`les d’interactions sont compa-
re´s : un mode`le simple de type Stoner et un mode`le plus complet de type Hartree-Fock
de´veloppe´ pour reproduire les effets de polarisation orbitale susceptibles d’apparaˆıtre au
niveau du contact. Pour permettre la description de l’anisotropie magne´tique du syste`me,
on prend aussi en compte le magne´tisme non-coline´aire et le couplage spin-orbite. Dans un
second temps, les proprie´te´s de transport e´lectroniques du syste`me sont de´termine´es dans
le formalisme de Landauer. Dans cette approximation, la conductance est directement pro-
portionnelle a` la probabilite´ de transmission des e´lectrons qui est calcule´e a` partir de la
fonction de Green du syste`me. Cette me´thode de calcul est applique´e a` l’e´tude de la ma-
gne´tore´sistance anisotrope des contacts de fer. Les re´sultats re´ve`lent le roˆle pre´ponde´rant
joue´ par la ge´ome´trie du contact et par les effets de polarisation orbitale.
Spin-dependent electron transport in iron atomic contact
This thesis is dedicated to the theoretical study of spin-dependent transport in atomic
contact. The main objective is to understand the giant anisotropic magnetoresistance ex-
perimentally measured in iron break junctions. On this purpose, we developed a method
to calculate electron transport properties in magnetic nanostructures. The calculation is
performed in two steps. First the electronic structure of the contact is determined in a basis
of atomic orbitals spd using a tight-binding model extended to include magnetism. The
magnetic properties are described at the atomic scale using an interelectronic interaction
Hamiltonian. Two interaction models are compared : a simple Stoner-like model and a
more complete Hartree-Fock model, developed to reproduce the orbital polarization effects
which appear in one-dimensional nanostructure. To describe the magnetic anisotropy, non-
collinear magnetism and spin-orbit coupling are taken in account. In the second step, the
electron transport properties are derived in the Landauer formalism. In this approach, the
transport of electron is supposed to be coherent and elastic. The conductance is directly
proportional to the transmission probability of electrons through the contact. This trans-
mission is calculated from the Green function of the system. This method is applied to the
study of magnetoresistance in iron atomic contact. Several contact geometries, from the
monatomic wire to realistic systems, are compared. The results reveal the importance of
contact geometry and orbital polarization.
